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Résumé de la thèse en français :
Ce travail de thèse, essentiellement expérimental, porte sur l'étude par photolumines-
cence résolue spatialement, temporellement et en polarisation des propriétés de spin des
boîtes quantiques uniques de GaAs/AlGaAs formées par épitaxie par gouttelettes. Les
travaux présentés sont organisés autour de trois parties.
Une première partie dédiée à l'étude expérimentale de la corrélation temporelle des
photons émis par les boîtes quantiques incorporées dans une membrane bidimensionnelle
de cristaux photoniques. Une dépendance en puissance de la probabilité de coïncidence
lors de la corrélation croisée entre les transitions excitonique et biexcitonique de la même
boîte est observée et modélisée en fonction du taux d'occupation de la boîte.
Une deuxième partie porte sur les règles de sélection optique dans ces structures, point
de départ pour des expériences de pompage optique. L'observation de l'orientation de la
polarisation des photons émis par les différentes transitions de la boîte quantique nous
permet de mettre en évidence un couplage entre les états de trous lourds et de trous légers.
Ce couplage est modélisé en fonction de la forme et de l'orientation de la boîte quantique
par rapport aux axes cristallographiques.
La dernière partie porte sur des expériences de polarisation du spin des noyaux de
la boîte quantique par transfert de la polarisation du spin de l'électron. Ce transfert de
polarisation, dû à l'interaction hyperfine entre électron et noyaux, dépend de différents
paramètres temporels que nous pouvons ajuster avec notre modèle. Nous présentons éga-
lement une mesure directe du temps de construction de cette polarisation nucléaire.
Titre de la thèse en anglais :
Optical spectroscopy and spin properties of single GaAs/AlGaAs Quantum Dots grown
by Droplet Epitaxy.
Résumé de la thèse en anglais :
This thesis present experimental studies of spin properties in GaAs/AlGaAs quantum
dots grown by droplet epitaxy by spatially and temporally resolved photoluminescence
measurements. This studies are presented in three different parts. The first part is de-
dicated to the study of the temporal correlation of the photons emitted by a quantum
dot embdedded in two-dimensional photonic crystal membrane. We observe the power de-
pendance of the coincidence probability by cross-correlation measurements between the
biexcitonic and the excitonic transitions into a single quantum dot. Our findings are qua-
litatively understood with a statistic model. The second part focuses on optical selection
rules in these structures, starting point for spin injection experiments. We evidence the
mixing between heavy holes and light holes states by analysing the polarisation direction
of the luminescence from a single quantum dot. We explain the states mixing by a model
that takes into account the shape and the tilting of the quantum dot with respect to the
crystallographic axes. The last part presents optical pumping experiments. We inject spin
polarised electrons and observe the creation of a dynamical nuclear polarisation. This po-
larisation transfert, due to hyperfine interaction, depends on caracteristic times that we
can extract thanks to our model. We also present a direct measurement of the creation
time of the nuclear spins polarisation.
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Introduction
La physique des boîtes quantiques semiconductrices auto-organisées a connu un es-
sor considérable depuis les premières expériences de croissance réalisées en 1985 par L.
Goldstein et coll. [1] et les mesures de photoluminescence sur objet unique réalisées en
1994 par J.-Y. Marzin et coll. qui ont permis de les caractériser [2]. Au cours des vingt
dernières années, les différentes méthodes de spectroscopie optique (photoluminescence,
absorption, interférométrie, fluorescence résonnante...) permettant la caractérisation des
états électroniques dans une boîte quantique ainsi que les différentes approches théoriques
pour modéliser ces états ont considérablement progressé. Les boîtes quantiques ont permis
à la physique des semiconducteurs d'explorer et de rendre compte de nouveaux phéno-
mènes provenant du confinement des porteurs de charge dans une région de dimension
nanométrique. Outre la discrétisation des états électroniques, le confinement entraîne que
le spin des porteurs de charge dans ces systèmes est relativement protégé des mécanismes
de relaxation particulièrement efficaces dans les structures de plus grande dimensionnalité
(matériau massif, puits quantiques).
Les différentes méthodes pour synthétiser des boîtes quantiques semiconductrices auto-
organisées ont elles aussi évolué au cours des deux dernières décennies. Une technique très
employée utilise la relaxation élastique lors de la croissance épitaxiale par jet moléculaire
pour former des îlots tridimensionnels de dimensions nanométriques (transition Stranski-
Krastanov). Cette méthode a été à l'origine d'une recherche prolifique sur de nombreux
systèmes de boîtes quantiques, mais elle est limitée par le fait qu'elle nécessite un désaccord
de maille entre le matériau de la matrice et celui qui compose les boîtes quantiques. Il
en résulte un champ de contraintes qui dirige la croissance et qui entraîne de profondes
modifications des propriétés électroniques de ces objets.
Une alternative à cette méthode est la croissance dite d'épitaxie par gouttelettes ("Dro-
plet Epitaxy") inventée par N. Koguchi au début des années 1990 [3]. Le caractère non
contraint des boîtes quantiques formées par cette méthode nous permet de jeter un ÷il
nouveau sur les phénomènes physiques liés à ces systèmes de basse dimensionnalité qui
maintiennent un fort confinement. C'est dans ce contexte que s'inscrivent les travaux de
recherche présentés dans ce manuscrit. Nous présentons différentes études expérimentales
de spectroscopie de photoluminescence de boîtes quantiques uniques de GaAs/AlGaAs
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formées par épitaxie par gouttelettes. Ce mémoire est organisé de la manière suivante :
Dans le chapitre 1, nous présenterons tout d'abord la méthode de croissance des boîtes
quantiques non contraintes étudiées dans ce manuscrit : l'épitaxie par gouttelettes. Nous
rappellerons ensuite brièvement les propriétés électroniques dans les matériaux semicon-
ducteurs massifs avant de décrire leurs spécificités dans les boîtes quantiques isolées. Nous
présenterons enfin les règles de couplage de ces états avec un champ électromagnétique
qui gouvernent les phénomènes observés dans les expériences de photoluminescence et de
pompage optique présentées ultérieurement dans ce manuscrit.
Le chapitre 2 est consacré à la description des dispositifs expérimentaux développés
au cours de mon travail de thèse. Nous présenterons le système de microscopie optique
confocale qui a permis la mesure des spectres de photoluminescence de boîte quantique
unique. Nous présenterons les caractéristiques de notre système, en termes de résolutions
spatiale, spectrale, en polarisation, en température et en champ magnétique.
Les systèmes à base de boîtes quantiques semiconductrices ont permis de concevoir et
de réaliser des dispositifs innovants tels que des lasers et détecteurs à boîtes quantiques, des
sources de photons uniques ou des sources de paires de photons intriqués. La caractérisation
de ces dispositifs nécessite des méthodes de mesure adaptées. Dans ce cadre, le chapitre 3
présentera une étude détaillée de la corrélation temporelle de la paire de photons émis lors
de la cascade radiative biexciton-exciton. Nos expériences permettent d'observer l'évolution
de l'intensité du pic de groupement temporel, caractérisant la corrélation temporelle des
deux photons émis, avec la variation de la puissance d'excitation. L'interprétation des résul-
tats expérimentaux est étayée par un modèle purement statistique. Nous démontrerons que
si nous disposions d'une source émettant une paire de photons à chaque impulsion du laser
d'excitation, les mesures de coïncidence temporelle en excitation pulsée ne permettraient
une caractérisation pertinente de la corrélation temporelle des deux photons.
Dans le chapitre 4, nous étudierons l'influence de la forme et de l'orientation d'une boîte
quantique non contrainte sur la pureté des états possibles pour les porteurs de charge confi-
nés. Les caractéristiques fondamentales des états électroniques dans les boîtes quantiques
sont au c÷ur de nombreuses recherches comme l'information quantique et la cryptographie
quantique. Ces recherches nécessitent le contrôle de l'état quantique d'une particule, et la
pureté des états électroniques dans les boîtes quantiques est donc un paramètre clé de
leur utilisation dans ce domaine. Nous présenterons des mesures de l'intensité de photo-
luminescence résolue en polarisation linéaire. Nous développerons un modèle basé sur une
approche de type Luttinger permettant de relier directement la forme et l'orientation d'une
boîte quantique au diagramme d'émission de la luminescence polarisée, et montrerons que
celui-ci traduit directement le mélange des états de trous lourds et de trous légers. Nous
précisons que les résultats présentés dans ce chapitre proviennent de travaux actuellement
en cours.
3Dans le chapitre 5, nous nous intéresserons à l'interaction du spin électronique avec
les spins nucléaires. Le spin d'un porteur dans une boîte quantique peut en effet être suf-
fisamment isolé des sources de décohérences pour permettre sa manipulation. Les boîtes
quantiques apparaissent donc comme un système attractif pour la réalisation de dispositifs
utilisant le spin électronique comme porteur d'information. Cependant, l'interaction hyper-
fine limite le temps de cohérence d'un spin dans une boîte quantique. Nous présenterons des
expériences d'orientation optique sous champ magnétique longitudinal. L'injection optique
d'électrons polarisés en spin dans la boîte quantique engendre une polarisation dynamique
des noyaux permettant d'envisager des applications où c'est le système de spins nucléaires
local qui est porteur d'information. Nous observerons que la polarisation nucléaire ainsi
créée est bistable et nous présenterons une mesure directe du temps de construction de la
polarisation nucléaire dans une boîte unique.
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Introduction aux propriétés
électroniques et optiques dans les
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7Dans ce premier chapitre, nous présentons les bases nécessaires à la compréhension des
phénomènes étudiés lors de mon travail de thèse et rapportés dans ce manuscrit. Nous
introduisons tout d'abord le système qui a permis ces études, à savoir les boîtes quantiques
semiconductrices. Nous présentons la méthode de croissance des boîtes quantiques non
contraintes étudiées dans ce manuscrit : l'épitaxie par gouttelettes. Nous rappelons ensuite
les propriétés électroniques de ces structures semiconductrices de basse dimensionalité en
partant des propriétés des matériaux massifs, ainsi que les règles de couplage de ces états
avec un champ électromagnétique qui gouverneront les phénomènes observés dans les ex-
périences de photoluminescence présentées dans ce manuscrit. Nous mettons en avant dans
ce chapitre les particularités des structures à base de GaAs.
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1.1 Introduction aux boîtes quantiques semiconductrices
Les boîtes quantiques semiconductrices sont des objets de dimensions nanométriques,
qui contiennent typiquement plusieurs milliers d'atomes de matériaux semiconducteurs, ce
qui mène au confinement des porteurs de charge dans les trois directions spatiales. Les
boîtes quantiques peuvent être synthétisées par différentes méthodes comme l'épitaxie à
jets moléculaires [1], la chimie colloïdale [4], ou par depôt chimique en phase vapeur à partir
de précurseurs organométalliques [5]. Les boîtes quantiques définies par potentiels électro-
statiques permettent aussi d'observer des effets liés au confinement quantique à très basse
température [6, 7]. Dans un bâti d'épitaxie, les boîtes peuvent être formées par des fluc-
tuations de l'interface d'un puits quantique [8, 9] mais elle peuvent aussi s'auto-assembler
dans le régime de croissance utilisant la transition Stranski-Krastanov, voir figure 1.1. Ce
dernier procédé est contrôlé par les contraintes provenant de la différence entre les para-
mètres de maille de la matrice (aussi appelée barrière) et de la couche déposée en surface,
comme par exemple pour les boîtes quantiques de InAs dans une matrice de GaAs où la
différence entre les paramètres de maille est de 7%. Le régime de croissance utilisant la
transition Stranski-Krastanov a déjà été appliqué à une large gamme de composés semicon-
ducteurs III-V et II-VI [2, 10, 11], mais cette méthode n'est pas utilisable dans un système
en accord de maille. Il existe une alternative intéressante permettant de synthétiser des
boîtes quantiques dans des systèmes en accord de maille, donc dans un régime qui n'est pas
controlé par les contraintes. Cette méthode est appelée l'épitaxie par gouttelettes ("Droplet
Epitaxy").
Dans ce travail de thèse nous analysons des boîtes quantiques semiconductrices auto-
organisées de GaAs dans une matrice de AlGaAs, que nous notons GaAs/AlGaAs, élaborées
par la méthode d'épitaxie par gouttelettes qui est effectuée dans un bâti d'épitaxie conven-
tionnel. Cette méthode consiste à déposer dans un premier temps des particules liquides
(gouttelettes) du matériau III (Ga dans notre cas) sur une couche du matériau de la bar-
rière avant d'envoyer le flux atomique du matériau V (As dans notre cas) qui va réagir et
cristalliser pour former des îlots tridimensionnels de matériau hétérogène III-V. Les boîtes
quantiques ainsi formées sont ensuite recouvertes par une autre couche du matériau de
la barrière pour former la matrice. En variant les conditions de croissance, l'épitaxie par
gouttelettes permet de former des boîtes de tailles et de formes différentes. Contrairement
à la méthode plus répandue utilisant la transition Stranski-Krastanov, l'épitaxie par gout-
telettes permet la formation de boîtes de matériaux III-V dans des systèmes en accord ou
faible désaccord de maille et n'est donc pas gouvernée par les contraintes.
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Volmer-Weber Frank-Van der Merwe Stranski-Krastanov
0
Figure 1.1  Modes de croissance epitaxiale.
1.1.1 Principe de l'épitaxie par gouttelettes
L'épitaxie par gouttelettes se caractérise par une croissance d'îlots à trois dimensions
(3D) dans le régime Volmer-Weber. Ce régime de croissance est occasionné par une plus
forte affinité entre les atomes déposés qu'avec ceux de la matrice. Les atomes adsorbés
se regroupent et coalescent pour former des gouttelettes réparties sur la surface [12]. Ce
régime s'oppose au régime Frank-Van der Merwe de croissance à deux dimensions (2D)
pour lequel l'affinité entre les atomes déposés est similaire à celle avec les atomes de la
matrice. Dans ce régime les atomes adsorbés s'attachent aux atomes de la surface pour
former une couche monoatomique sur laquelle d'autres couches peuvent être formées [13].
La transition Stranski-Krastanov est un processus intermédiaire qui est possible quand
l'affinité entre les atomes déposés est faible. Ce mode de croissance est caractérisé par une
croissance 2D suivie par une croissance 3D. La transition a lieu quand la couche 2D atteint
une épaisseur critique, typiquement de quelques monocouches atomiques, atteinte lorsque
le bilan entre l'énergie élastique et l'énergie de surface devient défavorable par rapport à
une croissance en îlots tridimensionnels [14].
1.1.2 Etat de l'art de la croissance de boîtes quantiques GaAs par épi-
taxie par gouttelettes
La méthode de croissance de boîtes quantiques par épitaxie par gouttelettes a été pro-
posée par Nobuyuki Koguchi en 1990 et a permis la formation de boîtes d'InSb/CdTe au
National Institute for Materials Science (NIMS, anciennement National Research Institute
for Metals) [3]. Cette méthode de croissance fait d'ailleurs l'objet d'un brevet appartenant
au NIMS déposé en 1991 5.4. Peu après, la même équipe du NIMS a réussi à former des
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Figure 1.2  Images de microscopie à force atomique de nano-objets semiconducteurs élaborés par
la technique d'épitaxie par gouttelettes [29, 30, 34, 35].
boîtes de GaAs sur des surfaces de GaAs ou de AlGaAs traitées pour être terminées par
des atomes de S ou de Se [15, 16, 17]. Jusque là, la formation des boîtes était observée par
l'étude de la structure cristalline grâce à différentes techniques de microscopie électronique.
Les premières observations d'un signal optique émis par des boîtes formées par épitaxie
par gouttelettes coïncident avec la croissance de boîtes de GaAs sur une surface de AlGaAs
non traitée grâce à une diminution de la température de la surface lors du dépôt de gout-
telettes [18]. L'absence de signal optique jusqu'alors a été attribuée à la mauvaise qualité
cristalline des boîtes de GaAs due aux terminaisons S ou Se [19]. A partir des observations
optiques, la qualité cristalline des boîtes a pu être améliorée en optimisant les conditions
de croissance, notamment grâce à l'augmentation du flux incident d'As [20] et le contrôle
de la température de recuit [21, 22]. Par la suite, la densité surfacique de boîtes a été di-
minuée à quelques boîtes par µm2 pour pouvoir observer l'émission de photons provenant
d'une boîte quantique unique [23, 24]. D'autre part, la croissance de boîtes quantiques
dans les systèmes InGaAs/GaAs ou GaSb/GaAs par épitaxie par gouttelettes a aussi été
réalisée [25, 26, 27].
Outre la densité de boîtes, il est aussi possible de créer des boîtes de formes différentes en
variant les conditions de croissance. Nous pouvons noter les possibilités d'obtenir des boîtes
hémisphériques dont la base est circulaire ou elliptique, des boîtes en barbe ("whiskers")
[28, 29], en forme d'anneau [30, 31, 32, 33] ou de double anneau [34] mais aussi des paires
[35, 36] ou des paquets de boîtes couplées (formant des molécules artificielles) [37, 38].
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Figure 1.3  (40 nm x 34 nm). Image de microscopie à effet tunnel de la section transverse (X-STM)
d'une boîte quantique typique de GaAs/AlGaAs formée par épitaxie par gouttelette [39].
1.1.3 Généralités sur nos boites
La figure 1.3 présente une image de microscopie à effet tunnel d'une coupe transversale
(X-STM) d'une boîte quantique de GaAs formée sur une barrière d'AlGaAs par la technique
d'épitaxie par gouttelettes.
Les études récentes de J.G. Keizer et coll. [39] dans l'équipe de Paul Koenraad (Eindho-
ven, Pays-Bas) ont confirmé le caractère non-contraint des boîtes quantiques GaAs/AlGaAs
formées au NIMS par épitaxie par gouttelettes. En effet, les paramètres de maille dans la
boîte et dans la barrière sont identiques, alors que pour les boîtes InAs/GaAs formées grâce
à la transition Stranski-Krastanov le désaccord de maille atteint 7%.
La forme des boîtes quantiques obtenues par la méthode d'épitaxie par gouttelettes
dépend fortement des paramètres exacts de croissance, voir la figure 1.2. Dans l'échantillon
étudié dans la référence [39], les boîtes GaAs ont, dans les plans x0z et yOz, une forme
proche d'une gaussienne, avec une largeur à mi-hauteur d'environ 10 nm, un étalement
latéral maximal de l'ordre de 20 à 30 nm, et une hauteur selon z de 5 à 15 nm [39].
Le confinement dans ces boîtes est ainsi bien plus fort que dans les boîtes quantiques de
GaAs réalisées par fluctuation de l'interfaces, et la différence totale d'énergie entre les états
discrets de la boîte et les états délocalisés est de l'ordre de 100 meV, contre typiquement
5 meV dans les boîtes à fluctuation de l'interface [40].
D'autre part, il a été observé que la portion d'atomes Al interdiffusés dans la boîte
quantique est au plus de 6%. En première approximation, nous pouvons donc considérer
la boîte quantique comme constituée de GaAs pur.
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1.2 Propriétés électroniques des semiconducteurs massifs
Dans cette section nous allons rappeler brièvement [41] la structure de bande des états
électroniques dans les matériaux semiconducteurs massifs, nécessaire à la description ulté-
rieure des états confinés.
1.2.1 Etats électroniques dans un semiconducteur massif
L'énergie potentielle d'un électron dans un cristal infini est périodique dans l'espace.
La conséquence principale de cette périodicité est la répartition du spectre énergétique
en différentes bandes et la caractérisation des états en translation de l'électron par son
quasi-vecteur d'onde ~k, sur la base du théorème de Bloch.
Afin de calculer la structure des bandes électroniques dans un cristal semiconducteur, il
faut résoudre l'équation de Schrödinger pour un électron dans le potentiel périodique du
cristal Vcristal(~r) :
HˆΨν,~k (~r) =
(
pˆ2
2m0
+ Vcristal (~r)
)
Ψν,~k (~r) = Eν,~kΨν,~k (~r) (1.1)
oùm0 est la masse de l'électron libre, ν est l'indice de bande et les fonctions d'onde Ψν,~k (~r)
sont les ondes de Bloch :
Ψν,~k (~r) =
1√
V0
uν,~k (~r) e
i~k·~r (1.2)
où V0 est le volume du cristal.
En développant l'action de l'opérateur pˆ2 sur les fonctions Ψ
ν,~k
(~r) :
pˆ2
(
Ψ
ν,~k
(~r)
)
=
[
(pˆ+ ~k)2 u
ν,~k
(~r)
]
nous pouvons écrire l'hamiltonien Hˆ dans l'équation 1.1 comme la somme de deux termes :
Hˆ = Hˆ0 + Hˆ ′ avec Hˆ0 = pˆ
2
2m0
+ Vcristal (~r) et Hˆ ′ = ~
2k2
2m0
+ ~m0
~k · pˆ
que nous pouvons traiter dans la théorie de la perturbation k · p. Hˆ0 est l'hamiltonien non
perturbé, qui est exactement équivalent à l'hamiltonien complet Hˆ en ~k = ~0, et Hˆ ′ est
traité en pertubation.
En ~k = ~0, les fonctions de Bloch uν,~0 sont solutions de(
pˆ2
2m0
+ Vcristal (~r)
)
uν,~0 (~r) = Eν,~0uν,~0 (~r)
La théorie k ·p utilise les fonctions uν,~0 comme base complète sur laquelle sont développées
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les fonctions u
ν,~k
, en traitant en perturbation le terme ~k · pˆ. En considérant des bandes
non-dégénérées et ayant un extremum en ~k = ~0, nous développons les u
ν,~k
au premier ordre
et l'énergie au deuxième ordre :
uν,~k = uν,~0 +
~
m0
∑
ν′ 6=ν
〈
uν,~0
∣∣∣~k · pˆ∣∣∣uν′,~0〉
Eν,~0 − Eν′,~0
un,~0 (1.3)
Eν,~k = Eν,~0 +
~2k2
2m0
+
~2
m20
∑
ν′ 6=ν
∣∣∣〈uν,~0 ∣∣∣~k · pˆ∣∣∣uν′,~0〉∣∣∣2
Eν,~0 − Eν′,~0
(1.4)
Nous pouvons écrire l'équation de dispersion 1.4 sous la forme
Eν,~k = Eν,~0 +
~2k2
2mν
(1.5)
ce qui nous permet de définir la masse effective mν de l'électron sur la bande ν. La masse
effective permet, dans un formalisme à une bande, de tenir compte de l'ensemble des
perturbations k ·p de toutes les bandes ν ′ 6= ν. Dans nos expériences, nous nous intéressons
aux excitations optiques au voisinage du gap correspondant à la promotion d'un électron
de la dernière bande de valence occupée vers la première bande de conduction vide. La
désexcitation radiative correspondante donne lieu à la luminescence. Nous allons donc
réduire la base de travail à une bande de conduction et trois bandes de valence, toutes
dégénérées en spin.
Pour un potentiel invariant par les opérateurs de symétrie du groupe Td, groupe auquel
appartient un cristal de type Blende de Zinc comme GaAs, les orbitales de conduction se
transforment comme des orbitales atomiques s alors que les orbitales de valence se trans-
forment comme des orbitales atomiques px,py,pz. Nous représentons donc les fonctions
de Bloch uν,~0 par les notations atomiques séparant la contribution orbitale de la compo-
sante de spin figurant dans le tableau 1.1. A ce stade, la perturbation k · p ne lève pas la
dégénérescence des trois bandes de valence en ~k = ~0.
Si nous ajoutons maintenant la contribution due au couplage du mouvement orbital
de l'électron avec son spin, nous devons ajouter à l'hamiltonien Hˆ le terme d'interaction
spin-orbite HˆSO =
~
4m20c
2 Sˆ ·
(
~∇V × pˆ
)
. De ce fait, l'opérateur de spin Sˆ ne commute plus
avec l'hamiltonien total. Les nouveaux états stationnaires sont les fonctions propres de
l'opérateur Jˆ2 et Jz avec Jˆ = Lˆ+ Sˆ le moment cinétique total. Nous représentons donc ces
nouveaux états par la notation |J, Jz〉 et nous pouvons les développer comme combinaisons
linéaires des fonctions de Bloch de base (sans interaction spin-orbite), voir le tableau 1.2.
Les bandes sont nommées à partir des représentations irréductibles dont elles possédent
les symétries dans le groupe ponctuel de symétrie Td, groupe auquel appartient un cristal
de type Blende de Zinc comme GaAs. Il résulte donc de l'interaction spin-orbite une levée
de dégénérescence partielle des bandes de valence en ~k = ~0. La bande Γ7, ou bande clivée
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Fonction de Bloch Notation
Bande de conduction u1,~0 |S, ↑〉
u2,~0 |S, ↓〉
Bandes de valence u3,~0 |X, ↑〉
u4,~0 |X, ↓〉
u5,~0 |Y, ↑〉
u6,~0 |Y, ↓〉
u7,~0 |Z, ↑〉
u8,~0 |Z, ↓〉
Table 1.1  Notation atomique des fonctions de Bloch sans interaction spin-orbite en ~k = ~0
par interaction spin-orbite, se situe à une énergie ∆SO en dessous des deux bandes Γ8 que
nous appelons bandes des états de trous lourds (Jz = ±3/2, noté HH pour heavy hole) et
de trous légers (Jz = ±1/2, noté LH pour light hole). Ces deux bandes Γ8 restent séparées
de la bande de conduction Γ6 par l'énergie du gap Eg, voir figure 1.4.
Bande Fonction de Bloch |J, Jz〉 Développement à partir des fonctions de base
ΓCond.6
u1,~0 |1/2, 1/2〉 |S, ↑〉
u2,~0 |1/2,−1/2〉 |S, ↓〉
ΓHH8
u3,~0 |3/2, 3/2〉 −
∣∣∣X+iY√
2
, ↑
〉
u6,~0 |3/2,−3/2〉
∣∣∣X−iY√
2
, ↓
〉
ΓLH8
u5,~0 |3/2, 1/2〉 1/
√
3
(
−
∣∣∣X+iY√
2
, ↓
〉
+
√
2 |Z, ↑〉
)
u4,~0 |3/2,−1/2〉 1/
√
3
(∣∣∣X−iY√
2
, ↑
〉
+
√
2 |Z, ↓〉
)
ΓSO7
u7,~0 |1/2, 1/2〉 1/
√
3 (− |X + iY, ↓〉 − |Z, ↑〉)
u8,~0 |1/2,−1/2〉 −1/
√
3 (|X − iY, ↑〉 − |Z, ↓〉)
Table 1.2  Notation atomique des fonctions de Bloch en ~k = ~0 en prenant en compte l'interaction
spin-orbite.
1.2.2 Règles de sélection des transitions optiques et orientation optique
du spin
Lors d'une excitation optique, l'absorption d'un photon peut entraîner l'excitation d'un
électron dans un état de valence vers un état de conduction. Pendant ce processus, le
moment cinétique du système total cristal+champ électromagnétique doit être conservé,
ce qui amène à des restrictions sur les transitions possibles selon le moment cinétique du
photon. Ces restrictions nous amènent à rappeler les règles de sélection pour le pompage
optique [42].
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Nous allons déterminer ces règles à partir des probabilités de transition des états de valence
vers les états de conduction. Pour cela, nous devons prendre en compte l'hamiltonien
optique décrivant l'effet de l'interaction champ électromagnétique/cristal, qui se réduit au
premier ordre de perturbation à :
Hˆopt =
e
m0
~A · pˆ (1.6)
où ~A = A0~e est le potentiel vecteur du champ électromagnétique de polarisation élec-
trique ~e. Cet hamiltonien est donc proportionnel à ~e · pˆ = expˆx + eypˆy + ez pˆz. Il n'agit
pas directement sur le spin. Pour étudier une onde polarisée circulairement, il est plus
pratique d'utiliser la décomposition ~e · pˆ = e+pˆ+ +e−pˆ−+ez pˆz avec e± = 1
√
2 (ex ∓ iey) et
pˆ± = 1
√
2 (pˆx ± ipˆy). Ainsi, pour une onde polarisée σ± se propageant suivant la direction
z, caractérisée par e± = 1 et e∓ = ez = 0, l'hamiltonien optique sera directement propor-
tionnel à ~e · pˆ = pˆ±. Pour ces polarisations de l'excitation optique, la force d'oscillateur de
la transition entre l'état de valence v et l'état de conduction c est donc proportionnelle à
|〈c| (pˆx ± ipˆy) |v〉|2. La symétrie Td du système entraîne que seul les éléments de matrice
〈S| pˆx |X〉 = 〈S| pˆy |Y 〉 = 〈S| pˆz |Z〉 sont non nuls. Nous pouvons donc aisément calculer les
forces d'oscillateur pour chacune des transitions et nous les reportons en valeurs relatives
sur le schéma de la figure 1.4.
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Figure 1.4  Règles de sélection optique pour une excitation polarisée circulairement droite (σ+) ou
gauche (σ−).
Nous pouvons observer que l'excitation optique polarisée circulairement, à une énergie
supérieure à Eg + ∆SO, génère en première approximation le même nombre d'électron de
conduction dans les deux états de spin. Par contre, grâce à la levée de dégénérescence
due à l'interaction spin-orbite, nous pouvons générer une différence de population entre les
deux états de spin si l'énergie de l'excitation optique est inférieure à Eg + ∆SO [42]. Cette
différence de population est exprimée à travers la polarisation électronique Pe =
n↑−n↓
n↑+n↓ ,
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avec n↑,↓ les populations dans les états de spin haut |↑〉 et bas |↓〉 respectivement. En
sélectionnant spectralement uniquement les transitions entre les bandes Γ8 et Γ6, une
excitation polarisée circulairement σ− photogénère en moyenne trois fois plus d'électrons
de conduction de spin haut que d'électrons de spin bas, ce qui correspond à Pe = 50%.
Si le temps de relaxation du spin de l'électron τs est beaucoup plus grand que son temps
de vie radiatif τr [42, 43], alors la recombinaison radiative entraîne, à l'énergie du gap,
l'émission d'une intensité lumineuse polarisée σ−, Iσ− , plus importante que l'intensité
Iσ
+
. Nous pouvons analyser cette différence à travers le taux de polarisation circulaire de
la luminescence qui se définit, pour une excitation polarisée σ−, de la manière suivante :
Pc =
Iσ
−−Iσ+
Iσ−+Iσ+
. Ainsi, en générant une polarisation électronique Pe = 50% nous obtenons
une polarisation circulaire de la luminescence Pc = 25% [42].
Dans les expériences présentées dans ce manuscrit, nous limiterons toujours l'excitation
optique et la détection aux énergies proches du gap. Dans la suite, nous limitons donc nos
études aux états des bandes Γ6 et Γ8.
1.3 Propriétés électroniques des boîtes quantiques semicon-
ductrices
Dans une boîte quantique, le confinement tridimensionnel des porteurs entraîne la dis-
crétisation des niveaux d'énergie des états de valence et de conduction. Pour cette rai-
son, les boîtes quantiques sont souvent comparées à des atomes artificiels. La nature dis-
crète de ces états nous permet par exemple de réaliser des expériences utilisant des boîtes
quantiques comme sources de photons uniques, voir chapitre 3, indiscernables ou intri-
qués [44, 45, 46, 47]. Il est aussi possible dans ces structures d'étudier l'interaction d'un
système à deux niveaux discrets avec une onde électromagnétique résonnante (de même
énergie que la transition). Nous en présentons un exemple dans la figure 1.5 où nous me-
surons la population d'un état excité en fonction de la puissance de l'excitation optique
résonnante, ce qui nous permet d'observer les oscillations de Rabi [48].
1.3.1 Théorie de la fonction enveloppe
Dans une boîte quantique semiconductrice, un porteur de charge est soumis, en plus du
potentiel périodique du réseau cristallin Vcristal(~r), à un potentiel de confinement VBQ(~r)
défini par l'hétérostructure formée par la boîte quantique et la barrière. L'équation de
Schrödinger s'écrit donc :
HˆΨν,~k (~r) =
(
pˆ2
2m0
+ Vcristal (~r) + VBQ (~r)
)
Ψν,~k (~r) = Eν,~kΨν,~k (~r) (1.7)
Pour calculer les états quantiques des porteurs, nous utilisons l'approximation de la fonction
enveloppe qui consiste à découpler les variations lentes et rapides, à l'échelle atomique, du
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Figure 1.5  Oscillations de Rabi dans une boîte quantique de InAs/GaAs : population de l'état X0
en fonction de la puissance de l'excitation optique résonnante (laser Ti :Sa pulsé) avec la transition
X0 [48].
potentiel. Nous utilisons donc des fonctions d'ondes de la forme Ψ
ν,~k
(~r) = Fν (~r)uν,~k (~r)
avec Fν (~r) les fonctions enveloppe, lentement variables à l'échelle atomique. Ces fonctions
enveloppe sont solutions propres de l'hamiltonien de masse effective H˜ :
H˜ [F (~r)] =
(
Hcin
(
−i ~ˆ∇~r
)
+ VBQ (~r)
)
[F (~r)] =
(
Eν − Eν,~0
)
[F (~r)] (1.8)
où Eν est l'énergie de confinement et [F (~r)] =

.
.
Fν(~r)
.
.

[49].
Si maintenant nous nous intéressons seulement à de faibles variations des énergies de
conduction ∆Ec et des énergies de valence ∆Ev par rapport à l'énergie de bande interdite
Eg, nous pouvons négliger les couplages entre états de valence et de conduction. Ainsi,
nous simplifions le traitement de l'hamiltonien H˜ en calculant les états de conduction dans
le potentiel V cBQ (~r) avec l'hamiltonien H˜c et les états de valence dans le potentiel V
v
BQ (~r)
avec l'hamiltonien H˜v.
1.3.2 Etats de conduction
Pour modéliser les états quantiques pour un électron de conduction, nous considérons
tout d'abord un hamiltonien diagonal ne couplant pas les deux états de spin dégénérés et
résolvons l'équation :
H˜cF
c
σ (~r) =
[
~2kˆ2
me
+ V cBQ (~r)
]
F cσ (~r) = λ
cF cσ (~r) (1.9)
où σ = ±1/2 correspond aux deux états de spin dégénérés d'énergie propre λc et me
est la masse effective d'un électron de conduction, supposée peu différente dans les deux
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matériaux. Nous devons maintenant définir le potentiel de confinement dans la boîte pour
calculer les fonctions propres F cσ (~r).
Nous considérons le potentiel de confinement dans l'approximation harmonique :
V cBQ (~r) = V
c
BQ (~r0) +
(
~∇V cBQ
)
~r=~r0
+
1
2
([
(~r − ~r0) · ~∇
]2
V cBQ
)
~r=~r0
(1.10)
avec ~r0 la position où le potentiel parabolique bidimensionnel est minimum dans les direc-
tions x et y, qui n'est pas forcément la position de plus faible potentiel dans la direction
z. Nous prenons comme hypothèse que le potentiel V cBQ (~r) est de symétrie C2. L'inva-
riance du potentiel par rotation de pi autour de la direction z nous permet de simplifier
son expression :
V cBQ (~r) = V
c
BQ (~r0)+
(
∂V cBQ
∂z
)
~r= ~r0
(z − z0)+ 1
2
[
∂2V cBQ
∂x2
(x− x0)2 + ∂
2V cBQ
∂y2
(y − y0)2 + ∂
2V cBQ
∂z2
(z − z0)2
]
(1.11)
où les mouvements selon x, y et z sont maintenant séparables. Nous pouvons donc dé-
composer les fonctions d'onde propres à H˜c sous la forme : F
c
σ (~r) = χ
c
σ (x) η
c
σ (y) ξ
c
σ (z) et
résoudre indépendamment H˜c selon chaque direction. Les solutions correspondantes seront
développées dans le chapitre 4.
1.3.3 Etats de valence
Pour le calcul des états de valence, il est plus simple de décrire le système en utilisant
l'approche de Kohn et Luttinger [50] qui consiste à prendre un jeu de paramètres déterminés
expérimentalement pour exprimer la partie cinétique de l'hamiltonien. En représentation
Γ8 du groupe de symétrie Td, l'hamiltonien cinétique s'exprime [49] :
Hˆvcin =
~
2m0
γ1kˆ
2 − ~
2m0
γ2
∑
i
Jˆ2i
(
kˆ2i −
kˆ2
3
)
− ~γ3√
3m0
∑
i<j
[JiJj + JjJi] kˆikˆj (1.12)
avec i, j = x, y, z. Les opérateurs Jˆi sont tabulés ; γ1, γ2 et γ3 sont les paramètres de
Luttinger-Kohn, pour GaAs massif dans le cas des boîtes GaAs/AlGaAs par exemple. Le
potentiel est ensuite traité de la même manière que pour l'électron de conduction. Une
approche de ce type sera développée plus en détail dans le chapitre 4.
Les paramètres de Luttinger-Kohn permettent ainsi de définir les masses effectives des
trous lourds et légers pour les mouvements longitudinaux (le long de l'axe de quantification
z) et transverses (⊥) :
mzHH =
m0
γ1 − 2γ2 , m
z
LH =
m0
γ1 + 2γ2
;
m⊥HH =
m0
γ1 + γ2
, m⊥LH =
m0
γ1 − γ2 .
Le tableau 1.3 rappel les valeurs des paramètres de la structure de bandes pour GaAs
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massif. Le fait que γ2 6= γ3 traduit la symétrie cubique du cristal. Comme γ1 et γ2 sont
positifs et que γ1 > γ2, nous pouvons déduire quem
z
HH > m
z
LH , d'où leurs noms respectifs,
mais aussi que m⊥HH < m
⊥
LH , c'est-à-dire que les trous lourds sont "plus légers" que les
trous légers pour les mouvements transverses par rapport à l'axe de quantification z.
GaAs
Egap(eV ) 1.519
∆SO(eV ) 0.341
γ1 7.48
γ2 2.17
γ3 3.15
Table 1.3  Paramètres de la structure de bande de GaAs [51].
Comme le confinement dépend de la masse, cette différence de masse effective entraîne
la levée de dégénéréscence entre les états de trous lourds et les états de trous légers. La
différence d'énergie ∆LH entre les deux états va nous permettre d'exciter optiquement
uniquement les transitions entre les états de trous lourds et les états de conduction. De
cette manière, la polarisation électronique Pe photogénérée par une excitation polarisée
circulairement peut théoriquement atteindre 100%. Dans la suite du chapitre, nous nous
limitons au cas d'une telle excitation et nous prenons en compte pour les états de valence
uniquement les états de trous lourds. Nous discuterons du possible mélange entre les états
de trous lourds et les états de trous légers dans le chapitre 4 et en verrons les conséquences
sur les règles de sélection optique.
1.3.4 Etat à deux particules : structure fine de l'exciton
L'excitation optique conduit à l'injection dans la boîte quantique d'une paire électron-
trou. Bien que, dans les boîtes que nous étudions, l'énergie de confinement des porteurs soit
bien plus importante que l'interaction coulombienne, nous utilisons le terme d'"exciton"
neutre (noté X0) pour qualifier les états de paire électron-trou. De plus, nous désignons
les différents états liés du système dans la nomenclature atomique. Ainsi, nous désignons
|se〉 et |sv〉 les états fondamentaux de la bande de conduction et de valence respective-
ment, de dégénérescence 2 compte tenu du spin, |pe〉 et |pv〉 les premiers états excités de
dégénérescence 4 et ainsi de suite [52].
La discrétisation des états dans une boîte quantique donne toute sa valeur à la notion
de trou. En effet, si nous enlevons un électron de valence parmi les N électrons remplissant
les états de valence, l'absence d'un électron est clairement identifiable par le fait que l'état
|sv〉 est désormais occupé par un seul électron. Nous adoptons donc dans ce manuscrit
le formalisme spécifique à la pseudo-particule de trou. L'état de valence vacant |sv,+3/2〉
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Figure 1.6  Structure fine de l'exciton dans une boîte quantique [55].
sera désigné par |sh,−1/2〉 ≡ |sh,⇑〉 avec un pseudo spin Jhz = +3/2. De manière identique
|sv,−3/2〉 sera désigné par |sh,+1/2〉 ≡ |sh,⇓〉 avec un pseudo spin Jhz = −3/2. [53, 49]
Les états excitoniques sont construits à partir des état quantiques à une particule |se, ↑〉,
|se, ↓〉, |sh,⇑〉 et |sh,⇓〉. En utilisant les lois de composition du moment cinétique [54] et la
symétrie du système, nous pouvons former quatre états excitoniques à priori dégénérés :
les états pour lesquels Jz = J
e
z + J
h
z = ±1 que nous appelons les excitons brillants |±1〉
car ils peuvent être créés par absorption d'un photon, et ceux pour lesquels Jz = ±2 que
nous appelons les excitons noirs |±2〉 qui sont optiquement inactifs.
Le confinement dans une boîte quantique exhalte les interactions de Coulomb directes et
d'échange électron-trou. L'effet principal de l'interaction d'échange électron-trou est la le-
vée de dégénérescence des états brillants par rapport aux états noirs. Les excitons noirs
se retrouvent à une énergie plus faible de ∆0 que l'énergie des excitons brillants. De plus,
les boîtes quantiques ont en général une symétrie plus basse que D2d, C2v ou C2. Elles
possèdent généralement une anisotropie de forme, c'est-à-dire que la base d'une boîte est
souvent non-circulaire, allongée suivant une direction cristallographique, formant une el-
lipse [8, 9] ; et les interfaces au sommet et à la base sont asymétriques. Ces anisotropies
entraînent un terme d'échange électron-trou anisotrope qui contribue à la levée de dégéné-
rescence des deux états noirs (énergie δ2), et est responsable de la levée de dégénérescence
des deux états brillants d'une énergie δ1, voir le schéma des états dans la figure 1.6. De
plus, les états brillants sont maintenant couplés à la lumière linéairement polarisée suivant
les axes principaux de l'ellipse formée par la base de la boîte, généralement suivant les
directions cristallographiques [110] et [11¯0].
Ainsi, en observant la luminescence des états excitoniques vers l'état fondamental de la
boîte (boîte vide |0〉) résolue en polarisation linéaire selon les axes [110] et [11¯0], nous
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Figure 1.7  Règles de sélection optique et spectres de photoluminescence de l'exciton neutre X0
et du biexciton 2X0 dans une boîte quantique de InAs/GaAs détectés pour deux polarisations linéaires
orthogonales le long des axes de l'échantillon [110] et [11¯0]
pouvons observer la structure fine de l'exciton, à savoir deux transitions polarisées ortho-
gonalement et séparées par l'énergie δ1.
Si nous générons maintenant deux paires électron-trou dans la boîte, les interactions
d'échange électron-trou pour ce complexe appelé biexciton (noté 2X0) s'annulent mu-
tuellement et on obtient un état fondamental non dégénéré, sans structure fine. Après la
recombinaison radiative d'une des deux paires électron-trou du biexciton, le système se
retrouve dans un des deux états excitoniques polarisés linéairement. Nous pouvons donc
également observer la structure fine de l'exciton à travers la luminescence du biexciton, à
savoir deux transitions polarisées orthogonalement et séparées par l'énergie δ1 mais spec-
tralement inversée par rapport aux transitions excitoniques, voir figure 1.7. L'émission du
photon issu de cette recombinaison va permettre la recombinaison radiative de la deuxième
paire électron-trou qui se retrouve dans un état excitonique. Ce processus, souvent appelé
cascade radiative du biexciton, permet ainsi de générer des couples de photons corrélés
temporellement et en polarisation [47], comme nous le verrons dans le chapitre 4.
1.3.5 Etat à trois particules : luminescence des trions
L'exciton chargé par un porteur supplémentaire est appelé trion. Nous nommons X+
l'exciton chargé positivement (ou trion positif) et X− l'exciton chargé négativement (ou
trion négatif). Ces complexes ont la particularité de bloquer l'échange électron-trou pour
le porteur minoritaire, voir la figure 1.8.
X+ est constitué de deux trous de spins antiparallèles sur le niveau fondamental de va-
lence |sh〉 et d'un électron sur le niveau |se〉. Dans cette configuration de spin, les termes
d'échange électron-trou s'annulent mutuellement. L'état X+ = |se; sh ⇑, sh ⇓〉 est dégénéré
en spin en raison des deux orientations possibles du spin électronique. La polarisation cir-
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Figure 1.8  Règles de sélection optique et spectres de photoluminescence de l'exciton neutre X0
et de l'exciton chargé positivement X+ dans une boîte quantique de InAs/GaAs détecté pour deux
polarisations linéaires orthogonales le long des axes de l'échantillon [110] et [11¯0]
culaire de la luminescence d'un tel complexe sera donc directement liée à l'état de spin de
l'électron. Il en est de même pour l'état X− = |se ↑; se ↓, sh〉 composé de deux électrons
appariés et d'un trou, dont la polarisation circulaire de la luminescence sonde l'état de spin
du trou.
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Ce chapitre est consacré à la description des dispositifs expérimentaux développés au
cours de mon travail de thèse. Nous présentons le système de microscopie optique confo-
cale qui a permis les expériences de photoluminescence sur boîte quantique unique qui
sont présentées dans ce manuscrit. Nous présentons les caractéristiques de notre système,
en termes de résolutions spatiale et spectrale, qui permettent l'observation du signal de
photoluminescence d'une boîte quantique unique. Nous présentons également le schéma de
contrôle de la polarisation dans notre dispositif, pour l'onde lumineuse excitatrice et pour
la luminescence des boîtes, qui nous permettra de relier les pics de luminescence observés
lors de nos expériences aux différents états accessibles aux porteurs de charge dans une
boîte quantique, que nous avons introduits dans le chapitre 1.
26 Dispositif expérimental de microscopie confocale
Le microscope confocal nous permet d'étudier la photoluminescence issue d'une boîte
quantique unique, dont les dimensions typiques sont d'environ 20-30nm de diamètre à la
base et 5-15nm de hauteur. Pour détecter sélectivement une boîte unique, nous combinons
une zone de détection du signal optique d'un diamètre d'environ 1µm avec un échantillon
qui contient une faible densité de boîtes quantiques (< 10 par µm2).
2.1 Principe
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Figure 2.1  Schéma de principe du microscope confocal : le diaphragme bloque la lumière qui n'est
pas issue du plan focal.
Le microscope confocal fut inventé en 1953 par Minsky. Il breveta sa solution au pro-
blème que pose la diffusion de la lumière pour l'observation des liaisons entre cellules
nerveuses 5.4. Le principe d'un tel système a été développé par la suite par Brakenhoff et
collègues [56] et par Sheppard et Wilson [57]. En microscopie optique standard, la taille du
spot excitateur n'est pas réellement optimisée et l'image formée par le biais du microscope
ne discrimine pas efficacement les informations qu'elles viennent du plan objet ou non
(grande profondeur de champ). A l'inverse, en microscopie confocale, la source lumineuse
est focalisée sur l'échantillon par l'objectif. La lumière issue de l'échantillon est recueillie
par l'objectif et transmise à travers une lame séparatrice vers un diaphragme. Ce dernier
est à la fois conjugué d'un point de focalisation sur l'échantillon et de la source ponctuelle
lumineuse, ce qui confère le caractère de confocalité au microscope. Seule la lumière issue
du point focal sur l'échantillon est transmise au détecteur par l'intermédiaire du trou confo-
cal formé par le diaphragme. La lumière provenant d'autres plans est bloquée au niveau
de ce dernier, voir le schéma dans la figure 2.1.
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Figure 2.2  Schéma simplifié du montage de microscopie confocale utilisé au LPCNO. GT corres-
pond aux polariseurs linéaires de Glan-Taylor, CL représente les lames à cristaux liquides induisant un
retard de phase variable, PD est la photodiode utilisée pour mesurer la puissance d'excitation laser.
Dans notre montage, une fibre monomode (Fibercore SM600) joue le rôle de trou confo-
cal, voir le schéma dans la figure 2.2. En effet, le c÷ur de la fibre qui guide l'onde optique
vers le sytème de détection a un diamètre de ≈ 5µm. Cette fibre transmet le signal de
luminescence issu de l'échantillon vers le montage de détection. L'excitation laser est aussi
transmise à travers une fibre optique monomode. Nous appelons "tête" du microscope le
montage se trouvant entre ces deux fibres. L'alignement de la tête du microscope consiste
à faire coïncider le trajet des faisceaux d'excitation et de détection entre la lame sépa-
ratrice et l'échantillon afin que leurs points de focalisation sur l'échantillon se recouvrent
au maximum, assurant ainsi le caractère confocal du microscope. Nous détaillons dans la
section 2.3 l'extension spatiale de ces points de focalisation, qui nous permet de définir
la résolution spatiale latérale de notre montage. Avec les fibres optique que nous utili-
sons, l'onde transmise ne conserve pas la polarisation de l'onde incidente. Comme nous
voulons exciter les porteurs dans les boîtes quantiques avec différentes configurations de
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polarisation, et que nous voulons aussi résoudre la luminescence des boîtes en polarisation,
nous devons placer les différents éléments polarisants du montage (polariseurs linéaires de
Glan-Taylor GT et cristaux liquides CL induisant un retard de phase variable) dans la
tête du microscope. Nous détaillons le contrôle de la polarisation dans notre montage dans
la section 2.4. Nous détaillons le montage de détection permettant l'analyse spectrale du
signal de luminescence de l'échantillon dans la section 2.5. L'échantillon, positionné sur
trois moteurs piézo-électriques (Attocube ANP-100) permettant un réglage nanométrique
tridimensionnel de la position (excursion totale de 5mm par pas de 10 à 500nm à la tem-
pérature de 4K [58]), est placé dans un cryostat couplé à une bobine supraconductrice
permettant ainsi des mesures résolues en température et en champ magnétique longitudi-
nal, c'est-à-dire parallèle à l'axe de propagation du faisceau d'excitation qui est aussi l'axe
de croissance des boîtes quantiques. Nous détaillons ce cryostat dans la section 2.6.
2.3 Résolution spatiale
Nous avons mentionné dans le chapitre précédent que la densité de boîtes quantiques
dans les échantillons que nous étudions est de l'ordre de quelques boîtes par µm2. Si la
résolution spatiale latérale de notre montage est de l'ordre du micromètre, c'est à dire si
le diamètre des faisceaux focalisés est de l'ordre du micromètre, alors nous pouvons exci-
ter optiquement les quelques boîtes quantiques présentent dans la surface des faisceaux et
détecter uniquement les photons émis par ces mêmes boîtes. Nous pouvons ensuite filtrer
spectralement les différentes composantes du signal grâce à notre montage de détection
et attribuer les composantes propres à une boîte unique en déplaçant l'échantillon pour
positionner cette boîte au centre du faisceau et optimiser l'intensité détectée pour ses com-
posantes. L'attribution des transitions aux différents états excitoniques possibles dans la
boîte quantique se fait grâce à l'étude en polarisation et en puissance d'excitation (mesurée
grâce à une photodiode (PD) en Silicium insérée dans la tête du microscope) de l'intensité
et de l'énergie de la photoluminescence.
2.3.1 Modélisation du montage pour le calcul de la résolution spatiale
Pour un microscope optique standard, le phénomène de diffraction causé par la propa-
gation de l'onde lumineuse à travers l'objectif, dont l'extension spatiale est finie, limite la
résolution spatiale latérale atteignable. A partir du critère de Rayleigh, nous pouvons don-
ner une estimation de la résolution spatiale latérale ∆x d'un tel système : ∆x =
0.61×λ
ONobjectif
pour un objectif d'ouverture numérique ONobjectif et à la longueur d'onde considérée λ [56].
Pour un microscope confocal, la résolution spatiale est améliorée [57] et peut être approxi-
mée à ∆x =
0.44×λ
ONobjectif
. La lentille qui joue le rôle d'objectif dans notre montage est carac-
térisée par une ouverture numérique ONobjectif = 0.68. Donc, pour une longueur d'onde de
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633nm qui correspond à la longueur d'onde du laser He-Ne utilisé comme source d'excita-
tion pour une partie de nos expériences, notamment pour les mesures de résolution spatiale
de la section 2.3.2, nous obtenons une résolution spatiale latérale théorique ∆x ≈ 410nm.
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Figure 2.3  Schéma des composants et des degrés de liberté possibles utilisés pour la simulation
avec le logiciel ZEMAX.
Nous avons modélisé les principaux éléments optiques de notre montage (fibres, len-
tilles et lames séparatrices) avec le logiciel commercial ZEMAX (ZEMAX Development
Corporation). Grâce à ce logiciel, nous pouvons simuler la fonction d'étalement du point
(Point Spread Function) de notre microscope, c'est-à-dire l'image formée par notre système
à partir d'un objet ponctuel, et nous pouvont minimiser cet étalement en optimisant les
différents paramètres géométriques du système. Le calcul logiciel considère la propagation
d'un faisceau gaussien et prend en compte certains effets ondulatoires comme la diffraction
ainsi que certaines aberrations liées à la géométrie et la composition des différents compo-
sants optiques du montage. Nous obtenons au niveau de l'échantillon un profil de faisceau
focalisé que nous pouvons ajuster avec une fonction gaussienne. Nous assimilons la largeur
à mi-hauteur de la gaussienne obtenue à la résolution spatiale du système. Nous obtenons,
à la longueur d'onde de 633nm, une résolution optimale de 530nm, voir la figure 2.4.
Dans certaines expériences, nous déposons une lentille hémisphérique en oxyde de Zir-
conium cubique de 1mm de rayon (A.W.I. Industries) sur la surface de l'échantillon et
nous la centrons sur l'axe optique de notre montage. Cette lentille nous permet d'augmen-
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Figure 2.4  Fonction d'étalement du point et énergie encerclée du microscope confocal modélisé
avec le logiciel ZEMAX
ter le rendement de collection de la luminescence de l'échantillon en augmentant l'angle
de collection grâce à une meilleure adaptation d'indice à la surface de l'échantillon, avec
n = 2.14 pour la lentille contre n = 3.7 pour GaAs (à 700nm). L'ouverture numérique
de collection étant augmentée, nous nous attendons à obtenir une valeur de résolution
spatiale plus faible. Cette hypothèse est confirmée par la simulation numérique du logiciel
ZEMAX, et nous obtenons en ajoutant une telle lentille dans le système une largeur totale
à mi-hauteur minimum de 340nm, soit une diminution de 36% par rapport au système
sans cette lentille, voir la figure 2.4. Nous présentons aussi dans cette figure les calculs de
fraction d'énergie encerclée ou nous pouvons observer, pour les deux systèmes, que ≈95%
de l'énergie du faisceau optique est comprise dans un diamètre de 1µm.
2.3.2 Mesure de la résolution spatiale de notre montage
En pratique, pour mesurer la résolution spatiale latérale du microscope, nous couplons
l'émission du laser He-Ne à 633nm dans la fibre de détection du montage. Nous plaçons
à la place de l'échantillon une plaque de verre sur laquelle est déposé un réseau fait de
franges opaques d'aluminium de pas égal à 5µm.
Un détecteur, placé sous le réseau, permet de mesurer l'intensité Ittransmise à travers le
réseau. Le moteur piézo-électrique permet de déplacer le système tridimensionnellement.
Le réglage horizontal (Z) permet de placer le réseau sur le plan focal image de l'objectif
alors que les déplacements sur les axes latéraux X et Y permettent de mesurer l'intensité
transmise en fonction de la position du réseau par rapport au faisceau incident.
Il suffit alors de dériver l'intensité par rapport à la position (dIt/dx) et après un ajuste-
ment gaussien des mesures expérimentales (voir figure 2.5), la largeur a mi-hauteur du pic
obtenue correspond à l'extension spatiale latérale du faisceau focalisé. Nous mesurons une
largeur à mi-hauteur de 872nm qui correspond à la résolution spatiale latérale de notre
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microcope confocal.
0 2 4 6 8 1 0




	




	


Figure 2.5  Mesure de la résolution spatiale latérale du microscope confocal
La résolution spatiale du microscope confocal est donc suffisante pour étudier la photo-
luminescence d'une boîte quantique unique, tant que la densité des boîtes dans l'échantillon
est de l'ordre de quelques boîtes par µm2 (< 109cm−2) et en prenant en compte leur disper-
sion en longueur d'onde d'émission. Dans les cas où la densité des boîtes dans l'échantillon
est trop importante, il est possible d'étudier la luminescence d'une boîte unique en la cou-
plant spatialement et spectralement à une cavité optique comme un micropilier [59] ou des
cristaux photoniques [60].
2.4 Résolution en polarisation
Nous avons vu dans le chapitre 1 que les états excitoniques se couplent différemment
avec la lumière selon sa polarisation. Ceci est dû au transfert de moment angulaire entre
les photons (absorbés et émis) et les porteurs de charge (photogénérés et lors de la recom-
binaison radiative). Pour étudier finement les différents états d'une boîte quantique nous
voulons donc contrôler la polarisation des faisceaux d'excitation et de détection.
Avant d'analyser la polarisation de la lumière émise ou absorbée par une boîte quantique,
nous devons déjà compenser l'influence de chaque élément optique de notre microscope sur
la polarisation. Dans le schéma simplifié de notre montage 2.2 nous montrons une lame
de verre séparatrice placée à 45 deg du faisceau incident pour illuminer l'échantillon. Or
le coefficient de réflexion d'une telle lame varie en fonction de la direction de polarisation
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de l'onde par rapport au plan d'incidence (lois de Fresnel). Selon que l'onde incidente est
polarisée perpendiculairement ou dans le plan d'incidence, il y a donc une différence de
réflectivité (et de transmission) qui introduit en général une erreur systématique sur la
polarisation de l'onde après réflexion (ou transmission). Pour corriger ces erreurs, nous
devons ajouter une deuxième lame séparatrice identique à la première sur le parcours du
faisceau d'excitation et modifier son orientation de manière à ce que chaque composante
du faisceau subissent les mêmes effets. Cela advient si les deux lames sont placées l'une à
la suite de l'autres et tournées de pi/2 l'une par rapport à l'autre. L'idée générale est que
chaque faisceau rencontre un nombre identique de lames séparatrices en configuration S et
en configuration P. Le même constat est fait pour le faisceau de détection transmis (et non
plus réfléchi) à travers le même type de lames séparatrices. Les deux lames traversées par
le faisceau laser d'excitation sont donc également tournées de pi/2 par rapport à l'axe de
propagation du faisceau, voir schéma de la figure 2.6.
Lame 3
Echantillon
GT
Détection
Excitation
GT
CL
CL
Lame 2
Lame 1
Figure 2.6  Schéma du montage de la tête du microscope confocal avec compensation des différents
taux de réflexion et transmission en fonction de la polarisation.
Nous décrivons ici les éléments polarisant le faisceau d'excitation, la méthode étant
symétrique pour le faisceau de détection. En sortie de fibre, nous plaçons un polariseur li-
néaire de Glan-Taylor. L'onde polarisée linéairement le long de l'axe X du polariseur peut
ensuite être modifiée en induisant un retard de phase différent sur les composantes polari-
sées le long de X + 45 deg et X − 45 deg. Nous utilisons des lames à cristaux liquides (de
la marque MeadowLark) induisant un retard de phase variable entre 0 et ≈ 5λ/4 avec la
tension appliquée à leurs bornes. Ces lames sont précompensées pour permettre d'atteindre
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un retard de phase nul. Nous pouvons calibrer ces lames en détectant l'intensité transmise
à travers un analyseur de polarisation linéaire positionné à la place de l'échantillon. Quand
l'axe de l'analyseur est orthogonal à l'axe du polariseur d'entrée, la tension pour laquelle le
signal est minimum correspond à un retard de phase nul, voir la figure 2.7, et l'excitation
est donc polarisée linéairement selon l'axe X du polariseur d'entrée. Le signal maximum
correspond à une excitation polarisée linéairement le long de l'axe Y , et les deux points
d'intensité moyenne correspondent aux excitations circulaires droite et gauche. Nous répé-
tons les mesures pour différentes positions angulaires de l'analyseur. Pour les excitations
circulaires, nous observons bien que l'intensité transmise est constante quel que soit la
direction analysée. Pour les excitations linéaires, nous observons que les maximums sont
équivalents pour les deux positions X et Y de l'analyseur, idem pour les minimums.
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Figure 2.7  Courbes de calibration d'une lame à cristaux liquides induisant un retard de phase
variable pour deux positions orthogonales de l'analyseur. Les retards de phase induits sont indiqués
pour chaque tension spécifique.
Les valeurs de calibration obtenus dépendent de la longueur d'onde du rayonnement
utilisé. Nous avons donc calibré indépendamment les deux lames à cristaux liquides pour
différentes longueurs d'onde couvrant celle de l'excitation (633nm) et celles d'émission
des boîtes quantiques de GaAs/AlGaAs formées par épitaxie par gouttelettes (690nm à
790nm). La dépendance des tensions mesurées avec la longueur d'onde étant linéaire sur
la zone d'émission des boîtes, nous pouvons optimiser les valeurs de tension pour chaque
boîte étudiée.
Nous pouvons ensuite tester notre système complet en plaçant un miroir à la place de
l'échantillon et en mesurant l'intensité du signal réfléchi avant la fibre de détection pour
différentes configurations de polarisations. A partir des intensités Imax et Imin mesurées
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respectivement pour les configurations co-polarisée et contra-polarisée, nous définissons le
taux de réjection en polarisation de notre système comme Imax − Imin/Imax + Imin, voir
le tableau 2.1.
Retard induit par l'excitation λ/4 3λ/4 λ λ/2
Retard induit par la détection λ/4 3λ/4 λ/4 3λ/4 λ λ/2 λ λ/2
Intensité transmise (µV ) 450 2 2 440 2.5 485 410 1.5
Taux de réjection (%) 99.12 99.09 98.97 99.27
Table 2.1  Taux de réjection en polarisation de la tête du microscope confocal pour les différentes
configurations de polarisation.
Le gros avantage de ce montage est la possibilité d'exciter et de détecter dans toutes
les configurations de polarisation possibles en variant uniquement la tension envoyée aux
lames à cristaux liquides, ce qui n'induit aucun déplacement des faisceaux et nous permet
donc de conserver l'alignement du système. Par contre, notre système n'est pas adapté à
certaines configurations d'expérience comme par exemple une excitation résonnante avec
une transition de boîte [61, 48], car un taux de réjection en polarisation supérieur à 99.999%
est nécessaire pour pouvoir négliger le signal du laser d'excitation par rapport au signal de
la boîte quantique.
2.5 Résolution spectrale et intensité de photoluminescence
Pour analyser l'intensité de la luminescence émise par les boîtes quantiques en fonction
de la longueur d'onde, nous utilisons une caméra CCD couplée à un monochromateur.
La CCD utilisée se compose d'une barrette rectangulaire composée de 100x1024 capteurs
en silicium de largeur 20µmx20µm appelés pixels. Chaque capteur utilise l'effet photo-
électrique afin de convertir un rayonnement lumineux incident en une paire électron-trou.
Les électrons ainsi générés sont alors stockés dans des puits de potentiel contenus dans la
structure. Après que le temps d'acquisition soit révolu, les électrons créés dans chaque pixel
sont décalés le long de la colonne verticale de la CCD vers la dernière rangée de pixels.
Une différence de potentiel est alors appliquée horizontalement et le nombre de charges
contenues dans chaque pixel est convertie en tension.
La CCD utilisée est refroidie à l'azote liquide afin de diminuer le courant d'obscurité et donc
d'assurer un meilleur rapport signal sur bruit. De plus, elle est conçue dans une géométrie
dîte back illuminated, c'est-à-dire que, à l'inverse des systèmes classiques front illuminated,
la lumière incidente arrive par la face arrière du capteur qui est plus fin que sur les systèmes
front illuminated. Ce système permet de diminuer les pertes par réflexion et permet d'ob-
tenir un rendement quantique maximal de 95%, deux fois plus important qu'un système
front illuminated, voir par exemple http://www.roperscientific.de/speccams.html.
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Par contre un inconvénient majeur de ces systèmes plus fins est qu'ils se comportent comme
des cavités optiques dans le proche infrarouge et entraînent des phénomènes d'interférences
qui modulent artificiellement les spectres mesurés. Cette modulation appelée etaloning peut
être très importante (plus de 20%) mais la CCD utilisée est conçue pour limiter ces effets
qui représentent une modulation maximale de l'ordre du pourcent.
De plus, la CCD de notre montage est un système deep depletion, c'est-à-dire qu'il utilise
du Silicium traité pour augmenter sa résistivité. Ce traitement permet de réduire la dis-
tance de diffusion des paires électron-trou photogénérées, qui augmente avec la longueur
d'onde, car, au-delà de 600nm, les charges peuvent diffuser au-delà de la zone de déplétion
et donc ne pas être détectées. Ce système permet d'augmenter l'efficacité de détection dans
le proche infrarouge.
Cette caméra est ainsi parfaitement adaptée aux applications où l'intensité du rayon-
nement à détecter est faible et pour des longueurs d'onde comprises entre 500nm et 950nm.
On adjoint à cette caméra un monochromateur (Acton SpectraPro 500i) de 50cm de focale.
Les réseaux utilisés sont de type échelette avec un angle de blaze optimisé pour une lon-
gueur d'onde de 1 micron. Les caractéristiques de ce monochromateur sont données dans le
tableau 2.2 en fonction des réseaux utilisés. Les valeurs de résolution spectrale présentées
Réseau Fenêtre spectrale Dispersion Résolution par pixel
(traits/mm) (nm) (nm/mm) (µeV )
300 170 6.5 162.0
600 80 3.2 79.4
1200 31 1.5 37.2
Table 2.2  Caractéristiques des différents réseaux du monochromateur Acton SpectraPro 500i
correspondent à la plage énergétique détectée par un pixel. Nous définissons maintenant
la résolution spectrale de notre montage comme la précision spectrale avec laquelle nous
pouvont situer la position du maximum d'intensité d'une raie de luminescence émise par
une boîte quantique. Pour cela, nous ajustons le spectre d'émission d'une boîte quantique
avec une fonction lorentzienne. La marge d'erreur combinée sur la position du maximum
d'intensité pour des ajustements consécutifs sur le même spectre et sur plusieurs spectres
mesurés dans les mêmes conditions est inférieure à 2µeV pour une boîte quantique "stable",
dont l'intensité d'émission est de l'ordre de 1000 coups par seconde et pour laquelle la lon-
gueur d'onde centrale ne change pas au cours du temps. Cette résolution spectrale dépend
évidemment du rapport signal sur bruit. Nous pouvons aussi insérer un interféromètre de
Fabry-Perot (Burleigh RC-42) en amont du monochromateur pour atteindre une résolution
spectrale inférieure à 0.2µeV , voir la figure 2.8.
Pour analyser le spectre de luminescence d'une boîte quantique en fonction du temps,
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il est possible d'utiliser un détecteur de photon unique à avalanche [47] comme celui utilisé
pour les mesures dans le chapitre 3.
-20 0 20
In
te
ns
ité
 d
e P
L (
u. 
a.)
energie - E X0 (µeV)
-20 0 20
energie - E X+(µeV)
n
1
X0
Laser
+
Laser
+
Lasery Lasery
Détection:
x
y
+
+
X+
Figure 2.8  Spectres de photoluminescence haute-résolution en utilisant le Fabry-Perot Burleigh
RC-42 sur boîte quantique unique de InAs/GaAs [62] pour différentes polarisations (circulaire σ+ ou
linéaire piy) du laser d'excitation. δ1 est le clivage dû à l'échange électron-trou anisotrope. δn est le
clivage Zeeman (effet Overhauser) dû à une polarisation nucléaire.
2.6 Contrôle des conditions expérimentales : Résolution en
température et en Champ magnétique
Afin de réaliser des mesures résolues en température et en champ magnétique longitu-
dinal [63, 32], nous utilisons un cryostat couplé à une bobine supraconductrice (Cryogenic).
L'échantillon, l'objectif et les moteurs Attocube sont insérés au centre de la bobine par
l'intermédiaire de quatre tiges rigides en titane (matériau non magnétique) insérées dans
une canne. Cette canne est pompée en vide secondaire et une pression de 50mbar d'He
(qui sert de gaz d'échange) est appliquée. La canne est située dans un insert à tempéra-
ture ajustable régulé par l'intermédiaire d'une vis pointeau contrôlant le débit d'hélium
et d'une résistance chauffante. Nous pouvons donc varier la température de 4K à plus de
300K. Le réservoir principal d'hélium alimente d'une part l'insert et d'autre part l'enceinte
contenant la bobine supraconductrice séparée de ce réservoir par une autre vis pointeau.
Cette dernière permet de créer une dépression dans la chambre de la bobine afin de passer
en phase superfluide, ce qui permet une régulation en champ longitudinal de 0 à 12T. Un
capteur de champ longitudinal à effet Hall est utilisé pour mesurer le champ magnétique
appliqué.
Le système de détection et le cryostat sont placés sur des socles à coussin d'air pour
conférer au système une immunité aux vibrations mécaniques, ce qui permet d'étudier
l'émission de la même boîte quantique pendant plusieurs jours.
Chapitre 3
Emission de photons uniques par une
boîte quantique GaAs
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Dans de ce chapitre, nous étudions la corrélation temporelle des photons émis lors de
la cascade biexciton-exciton, introduite dans le chapitre 1, dans les boîtes quantiques se-
miconductrices uniques GaAs/AlGaAs formées par épitaxie par gouttelettes. Ce travail
a été réalisé en étroite collaboration avec Takashi Kuroda (National Institute for Mate-
rials Science, NIMS ; Tsukuba, Japon), notamment lors de mon séjour au Japon en 2008.
Les expériences réalisées en excitation laser pulsée montrent qu'un groupement temporel
significatif des photons issus de la cascade est détectable uniquement à faible puissance
d'excitation, typiquement quand l'intensité du flux de photons excitateur est inférieur à
la moitié de la valeur de saturation. Nous expliquons nos mesures grâce à un modèle sta-
tistique décrivant le nombre d'excitons photogénérés par une loi de Poisson. Le principal
résultat de ce modèle est que l'intensité du pic de groupement observé est déterminée par
l'inverse de la probabilité d'obtenir plus d'un exciton confiné dans la boîte quantique.
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3.1 Généralités
3.1.1 Enjeux
Les boîtes quantiques semi-conductrices sont des systèmes originaux qui émettent des
photons aux propriétés non-classiques. Depuis les premières observations du dégroupement
des photons en spectroscopie de photoluminescence de boîte unique [64, 65], de nombreux
efforts ont été faits pour développer des sources efficaces de photons uniques à base de boîtes
quantiques dans des systèmes microstructurés ou nanostructurés, notamment en vue des
applications en cryptographie quantique [66, 67, 68, 69, 70, 71]. Le caractère non-classique
des photons émis par ce type de source peut être observé par des mesures de probabilité de
la coïncidence temporelle de l'émission de deux photons, en utilisant un montage de type
Hanbury-Brown-Twiss (HBT), voir figure 3.1. Quand il y a émission de photons uniques,
nous observons sur l'histogramme de coïncidence que l'intensité du pic central est faible
par rapport aux autres pics (creux de dégroupement), voir figure 3.2, confirmant que la
probabilité d'émettre deux photons lors de la même impulsion de l'excitation optique est
faible. La profondeur de ce creux permet de caractériser la qualité d'une source de photons
uniques. A l'inverse, pour des photons corrélés, nous observons sur l'histogramme un pic
central plus intense (pic de groupement) qui caractérise la forte probabilité d'émettre une
paire de photons lors de la même impulsion d'excitation.
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Figure 3.1  Schéma de principe d'un montage de type Hanbury-Brown-Twiss avec excitation laser
pulsée de période Td. Le signal de photoluminescence émis par la boîte quantique est divisé en deux
faisceaux d'intensités égales par un séparateur de faisceau. Chacun des faisceau est ensuite filtré spec-
tralement pour laisser passer uniquement les composantes à analyser. L'analyse temporelle de chaque
composante est effectuée par deux photodiodes à avalanche identiques (PDA1 et PDA2) délivrant un
signal numérique au compteur de coïncidence.
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3.1.2 Etat de l'art
Dans une boîte quantique unique, l'émission d'un photon B lors de la relaxation ra-
diative de l'état biexcitonique 2X0 (2 trous de valence + 2 électrons de conduction) vers
l'état excitonique X0 (1 trou + 1 électron) engendre la relaxation de l'état X0 et en-
traîne donc l'émission consécutive d'un deuxième photon X corrélée à l'émission du photon
B [44, 73, 74]. Ce processus, appelé ici cascade biexciton - exciton (B-X), voir chapitre 1
et figure 3.3, a ouvert la possibilité d'utiliser des systèmes à base de boîtes quantiques
comme sources de photons intriqués [75, 71, 76, 77]. Dans le même cadre de recherche,
l'émission de photons intriqués en polarisation a été observée dans CuCl massif [78]. Par
la suite, différents groupes de recherche ont amélioré les méthodes de mesure pour aug-
menter la visibilité de la coïncidence, notamment en supprimant le comptage accidentel de
coïncidence grâce à un fort taux de répétition des impulsions laser d'excitation, ce qui a
finalement permis d'observer la violation des inégalités de Bell [79, 80, 77]. L'émission dé-
clenchée (à la demande) de photons intriqués a ainsi été observée dans les boîtes quantiques
semi-conductrices [46, 81]. Le problème majeur pour effectuer ce type de mesure reste le
rapport signal sur bruit [82, 83], et les données sur la coïncidence sont souvent analysées
après soustraction du fond. Ces études ont montré que pour obtenir une visibilité élevée,
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Figure 3.2  (A) Spectres de photoluminescence d'une boîte unique de GaAs pour différentes puis-
sances d'excitation. Les pics X0, X+ et 2X0 proviennent respectivement de la recombinaison des
états de l'exciton neutre, de l'exciton chargé positivement (trion) et du biexciton [72]. (B) Mesures
de coïncidence sous excitation laser impulsionnelle pour (a) l'autocorrélation du pic excitonique X0,
(b) la corrélation croisée des pics de l'exciton X0 et du trion X+, (c) la corrélation croisée des pics
de l'exciton X0 et du biexciton 2X0 [72]. On observe pour (a) et (b) l'absence du pic central qui
caractérise l'émission d'au plus un photon par impulsion laser. Par contre on observe pour (c) un pic
central d'intensité équivalente aux autres pics.
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c'est-à-dire un pic de groupement intense avec un faible fond, il faut travailler à faible
puissance d'excitation, mais l'origine physique de ce phénomène n'a pas été clarifiée.
3.1.3 Problématique
Dans ce chapitre nous étudions la dépendance en puissance d'excitation de l'intensité
relative du pic de groupement associé à la cascade B-X. Nous observons à faible puissance
un pic de groupement significatif qui disparaît à plus forte puissance, quand l'intensité de
photoluminescence de l'exciton est proche de son niveau à saturation. Nous démontrons que
la faible visibilité à forte puissance d'excitation n'est pas due aux effets habituels liés aux
fortes puissances, comme le fond d'émission de photoluminescence des états plus fortement
chargés ou de la couche de mouillage, ou encore des mécanismes de diffusion incohérente due
aux porteurs environnants. Nos résultats sont interprétés par un effet purement statistique
qui implique la diminution de l'intensité relative du pic de groupement quand la probabilité
d'émettre un photon à chaque impulsion augmente, comme schématisé sur la figure 3.4.
02X
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conduction
états de 
valence
Energie
0X
Bh
Ο/
Xωh
Figure 3.3  Schéma des états biexcitonique 2X0 et excitonique X0, où M (O) et N (H ) correspondent
respectivement aux trous lourds de spin HAUT (BAS) et aux électrons de spin HAUT (BAS). Les
photons d'énergie ~ωB et ~ωX sont émis en cascade.
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Figure 3.4  Représentation schématique des conditions de visibilité du pic de groupement pour les
photons corrélés biexcitonique (B) et excitonique (X). A chaque impulsion laser, la boîte peut émettre
zéro photon, un photon (X) ou deux photons (B et X). Quand la puissance d'excitation augmente, la
probabilité d'obtenir deux photons à chaque impulsion augmente alors que l'intensité relative du pic de
groupement diminue.
3.2 Détails expérimentaux
3.2.1 Echantillon étudié
Nos expériences sont réalisées sur des boîtes quantiques auto-assemblées de GaAs dans
une barrière de AlxGa1−xAs (x = 0, 25 ± 0.01) par croissance sur la surface (311)A d'un
substrat de GaAs par la méthode d'épitaxie par gouttelettes [3, 20]. Nous utilisons la surface
(311)A qui permet théoriquement de former des boîtes possédant la symétrie de rotation
autour de l'axe de croissance, et donc de minimiser le clivage δ1 des excitons brillants dû à
l'échange anisotrope [84]. Ce type de boîtes se révèle très utile pour renforcer l'intrication
des deux photons de la cascade biexciton-exciton, pourvu que le champ piézoélectrique ne
soit pas trop important [85, 86]. Les images obtenues par microscopie à force atomique,
voir figure 3.5A, nous montrent que les boîtes quantiques dans ces échantillons ont une
forme de lentille de 60nm de diamètre et de 5-10 nm de hauteur. La densité de boîtes est
d'environ 5 × 109 cm−2 (50 par µm2). Pour augmenter le rendement de détection de la
luminescence des boîtes, nous les couplons à une cavité optique : les boîtes quantiques sont
insérées dans une membrane bidimensionnelle de cristaux photoniques composée de trous
d'air perpendiculaires à la surface et également répartis en suivant une symétrie C6. Au
centre du cristal photonique il manque des trous sur trois emplacements alignés, formant
un défaut de cavité L3, voir le schéma dans la figure 3.6. La membrane support du cristal
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Figure 3.5  (A) Image de microscopie à force atomique de boîtes quantiques de GaAs formées sur
la surface de l'échantillon dans les mêmes conditions que les boîtes enfouies étudiées en photolumines-
cence. (B) Spectre de photoluminescence d'un ensemble de boîtes de GaAs pour différentes puissances
de l'excitation laser. Les deux pics proviennent de la recombinaison de porteurs dans la barrière de
Al0.25Ga0.75As (∼ 1.85eV ) et dans les boîtes (∼ 1.65eV ). La flèche rouge représente la position
spectrale de l'excitation laser non-résonnante.
photonique fait 140 nm d'épaisseur, la maille élémentaire fait 204 nm, les trous d'air font
80 nm de diamètre et sont réalisés par lithographie électronique et par gravure ionique
réactive [87, 88]. Les caractéristiques spectrales de ces cristaux photoniques sont présentés
dans la référence [60].
  1µm
Figure 3.6  Image par microscopie électronique à balayage de la membrane bidimensionnelle réalisant
un cristal photonique avec au centre un défaut de cavité L3. La maille élémentaire fait 204nm
3.2.2 Montage expérimental
Pour les études optiques, nous utilisons comme source d'excitation la génération de
seconde harmonique (GSH) d'un cristal de triborate de lithium (LiB3O5, ou LBO) à par-
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tir du signal d'un oscillateur paramétrique optique (APE OPO PP Automatic) utilisant
pour la conversion paramétrique un cristal de niobate de lithium périodiquement struc-
turé (periodically poled LiNbO3, ou PPLN) pompé par un laser impulsionnel Ti : Sa en
régime à modes bloqués (COHERENT Mira Optima 900P) lui-même pompé par un laser
COHERENT Verdi V-10. Ce système laser produit des impulsions d'excitation d'une durée
de 3 ps à la fréquence de répétition de 76 MHz (période Td ∼ 13, 16 ns), voir table 3.1.
La longueur d'onde est réglée à 640 nm (1.95eV ) pour exciter la partie haute énergie de
l'absorption de la barrière de AlGaAs, voir le spectre de photoluminescence d'ensemble
dans la figure 3.5B. Le signal de photoluminescence de boîte unique de GaAs est observée
grâce à un montage confocal de micro-photoluminescence utilisant un objectif de 4 mm de
focale ayant une ouverture numérique de 0,42. Le faisceau de photoluminescence est séparé
en deux par un séparateur de faisceaux 1 : 1, voir le principe du montage dans la figure 3.1.
Chacun de ces deux faisceaux est filtré par le réseau d'un spectromètre, couplé dans une
fibre mono-mode puis analysé par une photodiode à avalanche (PDA). La fenêtre spectrale
analysée par chaque PDA est d'environ 0,8 meV. Cet intervalle d'énergie est beaucoup
plus faible que l'écart énergétique entre les photons B et X, soit ∼ 3, 9 meV comme le
montrent les spectres de photoluminescence (voir figure 3.7). Ensuite, nous réglons la lon-
gueur d'onde de détection d'une des PDA sur le pic excitonique, et celle de l'autre PDA
sur le pic biexcitonique. Les sorties électriques des PDAs sont ensuite envoyées à un comp-
teur de coïncidence (PICOQUANT PicoHarp 300). Le temps de réponse des PDAs est de
l'ordre de τr = 300ps. Les spectres de photoluminescence ont été analysés par une caméra
CCD. Toutes les expériences ont été réalisées à une température de 8K.
Gamme de longueur d'onde Puissance Durée de l'impulsion
Verdi 532 nm 10 W laser continu
Ti-Sa 700-970 nm 0.4-1.6 W <3 ps
Signal OPO PPLN 1100-1600 nm 150-200 mW 3 ps
GSH LBO 550-740 nm 120-180 mW 3 ps
Table 3.1  Caractéristiques du dispositif de génération de seconde harmonique.
3.3 Résultats expérimentaux
3.3.1 Spectres de photoluminescence
La figure 3.7 présente les spectres d'émission de la boîte que nous analysons dans ce
chapitre. A faible puissance d'excitation, nous observons un seul pic d'émission (•) à 711,5
nm (1,742 eV) que nous attribuons à la photoluminescence de l'exciton neutre (photon
X). En augmentant la puissance d'excitation, un autre pic d'émission () commence à
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apparaître à 713,1 nm (1,738 eV), à plus faible énergie que le pic X, que nous attribuons à
la photoluminescence du biexciton (photon B). Les pics X et B sont séparés de 3,9 meV.
Cet écart est caractéristique de cette boîte et il va varier d'une boîte à l'autre [89, 90, 91]. A
très forte puissance d'excitation, une large composante spectrale (5 meV de largeur totale
à mi-hauteur) apparaît à 709 nm (1,747 eV). A forte puissance, nous observons un pic
identique dans les échantillons de cristaux photoniques sans boîte et il a été observé que
l'énergie de ce pic dépend directement de la longueur de la maille élémentaire des cristaux
photoniques [60]. Nous attribuons donc ce pic au continuum d'émission des états plus
fortement excités en résonance avec la cavité. Notons ici que nous avons choisi une cavité
de cristaux photoniques ayant un faible facteur de qualité (Q ∼ 300) ce qui permet aux
pics X et B d'être simultanément en résonance avec la cavité. Nous profitons donc d'une
meilleure extraction du signal pour ces deux pics. Pour les mesures de coïncidence, nous
limitons la puissance en dessous du seuil où apparaît l'émission à l'énergie de la cavité.
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Figure 3.7  Série de spectres de micro-photoluminescence de boîte unique de GaAs pour différentes
puissances d'excitation. Les positions spectrales des pics excitonique et biexcitonique sont représentés
respectivement par • et .
3.3.2 Mesures de coïncidence
En mesurant l'auto-corrélation sur le pic X [72], nous observons un creux de dégroupe-
ment au temps de la coïncidence (∼ 40 ns pour nos mesures), voir figure 3.2 caractérisant
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l'émission de photons uniques. La figure 3.8 présente les histogrammes de coïncidence pour
la corrélation croisée entre les photons B et X pour différentes puissances d'excitation la-
ser. A faible puissance d'excitation (40 µW ), nous observons sur l'histogramme un pic
central plus intense que les autres pics de fond. La présence d'un pic de coïncidence in-
tense confirme que les deux photons sont émis durant la même cascade radiative. Les pics
de fond proviennent de coïncidences entre photons émis lors de différentes impulsions et
se retrouvent donc à intervalle régulier correspondant à la période du laser Td. A cette
puissance, la visibilité du groupement, définie comme le rapport entre l'intensité du pic
central de coïncidence et l'intensité moyenne des autres pics, est d'environ 2,7 (±0, 1).
Quand nous augmentons la puissance d'excitation à 80 µW , nous observons une diminu-
tion notable de l'intensité relative du pic de groupement, alors que le rapport signal sur
bruit de l'histogramme a augmenté grâce à l'augmentation du nombre de coups mesurés
par les PDAs. La visibilité à cette puissance est évaluée à 1,3 (±0, 05). Pour une puissance
d'excitation de 120 µW , la visibilité diminue encore à 1,06 (±0, 02) comme le montre la
figure 3.8. Des pics de coïncidence qualitativement identique, c'est-à-dire dont la visibilité
est à peine supérieur à un, ont été observés sur les échantillons de boîtes sans cristaux
photoniques [72], suggérant que cette caractéristique est générale dans le régime de forte
puissance d'excitation.
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Figure 3.8  Histogrammes de la coïncidence temporelle de l'émission des deux photons des tran-
sitions biexcitonique et excitonique pour trois puissances d'excitation. La résolution temporelle est de
164 ps, les temps d'intégration sont respectivement de 90, 30 et 15 min pour l'histogramme du haut,
du milieu et du bas.
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3.4 Modélisation de l'expérience
3.4.1 Modèle utilisé
Nous analysons maintenant la dépendance en puissance des histogrammes de coïnci-
dence en terme statistique. Une étude théorique préliminaire est disponible dans la réfé-
rence [92]. Dans ce modèle, la probabilité d'émettre les photons X et B durant la même
impulsion d'excitation est déterminée par le nombre d'excitons photogénérés qui suit une
loi de Poisson :
PN¯ (n) = exp(−N¯)
N¯n
n!
, (3.1)
où N¯ est le nombre moyen d'excitons. Un photon X est généré quand le nombre d'exci-
tons est supérieur à un, et les deux photons X et B sont générés quand le nombre d'excitons
est supérieur à deux. La probabilité PX (PB) de générer un photon X (B) pendant l'im-
pulsion est donc :
PX =
∑
n≥1
PN¯ (n) = 1− exp(−N¯), (3.2)
PB =
∑
n≥2
PN¯ (n) = 1− exp(−N¯)(1 + N¯), (3.3)
où nous avons utilisé la relation
∑
n≥0 P (n) = 1. Le pic de coïncidence, g
(2)(0), est
donné par la probabilité jointe de générer les deux photons B et X pendant la même
impulsion et de détecter ces deux photons grâce aux deux détecteurs dont les efficacités de
comptage sont respectivement ηB et ηX . Nous obtenons donc :
g(2)(0) =
∑
n≥2
P (n)ηBηX = PBηBηX . (3.4)
Notons que les paramètres ηB et ηX englobent tous les effets pouvant entraîner des
pertes, ce qui inclut les efficacités d'extraction et de détection des photons. Le fond constant
de coïncidence, g
(2)
FC , provient du produit des probabilités de comptage des photons B et
X provenant de deux impulsions différentes. Nous trouvons donc l'expression suivante :
g
(2)
FC = PBηBPXηX . (3.5)
3.4.2 Résultats du modèle
La figure 3.9 présente les histogrammes ainsi calculés pour différentes valeurs de N¯ .
Nous y observons un pic de groupement central entouré d'un fond constant de pics moins
intenses. L'intensité relative du pic central dépend très fortement de la valeur de N¯ et
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Figure 3.9  Probabilité de coïncidence de paires de photons corrélés pour différentes valeurs du
nombre moyen d'excitons, N , pour ηB = ηX = 10
−2. L'unité de l'axe temporel horizontal correspond
au nombre de répétition des impulsions du laser d'excitation à la période Td.
augmente quand la valeur de N¯ diminue. La visibilité du groupement est donc donnée par
la relation :
g(2)(0)/g
(2)
FC = P
−1
X = {1− exp(−N¯)}−1. (3.6)
Cette équation signifie que le pic de groupement devient relativement plus intense quand
la probabilité de générer zéro exciton augmente, comme schématisé sur la figure 3.4. Notons
que nous obtenons aussi cette expression simple par une formulation rigoureuse basée sur
le théorème de régression quantique développée dans la section 3.5.
La visibilité du groupement décroît radicalement quand le nombre moyen d'excitons
augmente, comme indiqué par la courbe en trait continu noir dans la figure 3.10(a). Les
probabilités de générer les photons B et X, qui sont proportionnelles aux intensités des pics
de photoluminescence correspondants, sont présentés dans la figure 3.10(b) en fonction du
nombre moyen d'excitons. En comparant les figures 3.10(a) et 3.10(b), nous observons qu'il
faut injecter une faible quantité d'exciton pour observer un pic de groupement significatif.
La ligne verticale dans la figure 3.10(a) coupe la courbe de visibilité à g(2)(0)/g
(2)
FC = 2, la
valeur maximale atteignable en considérant une source de lumière classique incohérente. Il
faut donc injecter un nombre d'excitons inférieur à ln 2 = 0.69 pour obtenir une visibilité
élevée au-delà du critère classique. Ce nombre moyen d'excitons correspond à une intensité
de photoluminescence du pic de B (X) inférieur à 15,3 % (50 %) de l'intensité à saturation.
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Figure 3.10  (a) Intensité relative des pics de groupement, g(2)(0)/g(2)FC , en fonction du nombre
moyen d'excitons. Les disques représentent les mesures expérimentales de la visibilité du groupement,
la courbe représente la dépendance théorique à partir de l'équation 3.6. (b) Probabilités PX et PB
d'émission des photons excitonique X et biexcitonique B en fonction du nombre moyen d'excitons.
Les carrés et les disques représentent les mesures expérimentales, les courbes continue et pointillée
représentent les dépendances théoriques à partir des équations 3.2 et 3.3.
3.4.3 Comparaison de la modélisation avec les données expérimentales
Comparons maintenant ces prédictions théoriques avec les données expérimentales.
Pour simplifier, nous considérons dans la suite que le nombre d'excitons créés sous pompage
optique est proportionnel à la puissance d'excitation. Nous évaluons l'efficacité de l'injec-
tion d'excitons grâce aux ajustements des intensités de X et B en fonction de la puissance
avec les équations 3.2 et 3.3 respectivement. Le résultat de ces ajustements est représenté
par des carrés (pour X) et des disques (pour B) dans la figure 3.10(b). Ces intensités de
photoluminescence sont en accord avec le modèle. En utilisant cette efficacité d'injection,
nous pouvons estimer le nombre d'excitons pour chaque histogramme de coïncidence. Les
données recueillies sur la visibilité de la coïncidence en fonction du nombre d'excitons sont
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représentées par des disques noirs dans la figure 3.10(a). La tendance observée sur les me-
sures expérimentales, c'est-à-dire la diminution de la visibilité du groupement, est tout à
fait reproduite par le modèle, bien que les visibilités observées soient plus faibles que les
théoriques.
Une raison possible à cet écart est l'influence de l'émission d'états plus fortement char-
gés ou d'états de la couche de mouillage. Le recouvrement spectral de ces signaux entraîne
l'émission de photons décorrélés et donc une réduction de la visibilité du groupement. De
plus, nous avons posé dans notre raisonnement que la statistique d'excitons suit une loi
de Poisson, et que le nombre moyen d'excitons est proportionnel à la puissance d'excita-
tion. Cependant, aucune de ces hypothèses n'est appropriée à haute puissance, quand le
nombre d'excitons s'approche du nombre maximum de charges que peut contenir la boîte
quantique. A de telles puissances, les états B et X sont plus proches de la saturation que
dans ce modèle, et ainsi la visibilité réelle est plus faible que celle calculée (figure 3.10(a)).
3.5 Fonction de corrélation du second ordre pour une excita-
tion impulsionnelle périodique
3.5.1 Equations de population
Nous allons formuler l'expression de la fonction de corrélation croisée du second ordre
associée à la cascade biexciton-exciton. Nous posons que les boîtes sont excités par de
courtes impulsions optiques, et que l'intervalle entre les impulsions, Td ( 13ns), est plus
long que les temps de relaxation dans les boîtes ( 400ps). Nous nous limitons à un système
à trois niveaux : l'état biexcitonique |2〉, l'état excitonique |1〉, et l'état vide |0〉, comme
schématisé dans l'insert de la figure 3.11(a). La présence d'états excités plus hauts en
énergie peut influencer la population initiale de |2〉 par relaxation rapide après l'injection
optique. Les dynamiques de population des niveaux sont caractérisées par les équations de
population suivantes,
dρ22(t)/dt = −A2ρ22(t), (3.7)
dρ11(t)/dt = A2ρ22(t)−A1ρ11(t). (3.8)
où ρii est l'élément diagonal de l'état i de la matrice densité et A2 (A1) est le taux de
transition biexciton-exciton (exciton-vide). Ces équations admettent les solutions générales
suivantes :
ρ22(t) = ρ22(0)e
−A2t, (3.9)
ρ11(t) = −A2ρ22(0)
A2 −A1 e
−A2t + {ρ11(0) + A2ρ22(0)
A2 −A1 }e
−A1t. (3.10)
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3.5.2 Fonction de corrélation pour des photons corrélés
La fonction de corrélation du second ordre est formulée en fonction des opérateurs de
projection des dipôles pi2 = |1〉〈2|, pi1 = |1〉〈0|, et leur conjugués [93],
g
(2)
21 (t, t+ τ) =
〈pi†2(t)pi†1(t+ τ)pi1(t+ τ)pi2(t)〉
〈pi†2(t)pi2(t)〉〈pi†1(t+ τ)pi1(t+ τ)〉
, (3.11)
Le théorème de régression quantique nous permet d'exprimer les valeurs moyennes
à deux temps distincts dans la partie droite de l'équation 3.11 en fonction des valeurs
moyennes à un temps donné [93]. Ainsi, nous obtenons :
g
(2)
21 (t, t+ τ) =
〈pi†2(t)pi2(t)〉e−A1τ
〈pi†2(t)pi2(t)〉〈pi†1(t+ τ)pi1(t+ τ)〉
. (3.12)
Dans nos expériences, les coups de coïncidence sont acquis sur un long temps d'inté-
gration Tint( Td). Les coups de coïncidence intégrés temporellement sont donc donnés
par
G(2)(τ) =
∫ Tint
0
g
(2)
21 (t, t+ τ)dt, (3.13)
≈ e−A1τ I2
I1I2
× Y (τ), (3.14)
=
A1e
−A1τ
ρ11(0) + ρ22(0)
× Y (τ) (3.15)
avec Y (τ) la fonction de Heaviside et
I1 =
∫ ∞
0
〈pi†1(t)pi1(t)〉dt =
ρ11(0) + ρ22(0)
A1
. (3.16)
I2 =
∫ ∞
0
〈pi†2(t)pi2(t)〉dt =
ρ22(0)
A2
. (3.17)
Notons que la valeur de I1 (I2) est proportionnelle à l'intensité moyenne de photolu-
minescence de la transition biexciton-exciton (exciton-vide). L'équation 3.15 nous indique
que G(2)(τ) = 0 pour τ < 0 puis décroît avec le même temps que le temps de déclin de
l'exciton pour τ > 0. De plus, la forme de G(2)(τ) ne dépend pas de la population initiale.
3.5.3 Fonction de corrélation pour des photons décorrélés
Intéressons nous maintenant aux coïncidences de photons décorrélés, c'est-à-dire injec-
tés par des impulsions optiques différentes, qui forment un fond constant (FC) de pics dans
les histogrammes de coïncidence. Dans ce cas, nous décomposons les valeurs moyennes à
deux temps distincts de l'équation 3.11 en un produit de deux valeurs moyennes à un
temps donné,
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〈pi†2(t)pi†1(t+ Td + τ)pi1(t+ Td + τ)pi2(t)〉
= 〈pi†2(t)pi2(t)〉〈pi†1(t+ τ)pi1(t+ τ)〉. (3.18)
Ainsi, pour les coups de coïncidence intégrés temporellement nous obtenons l'expres-
sion :
G
(2)
FC(τ + Td) =
1
I1I2
∫ ∞
0
〈pi†2(t)pi2(t)〉〈pi†1(t+ τ)pi1(t+ τ)〉dt
=

1
I1I2
(I3 − I4)eA2τ (τ ≤ 0),
1
I1I2
(I3e
−A1τ − I4e−A2τ ) (τ ≥ 0),
(3.19)
où
I3 =
(A2 −A1)ρ11(0)ρ22(0) +A2ρ22(0)2
A22 −A21
, (3.20)
I4 =
ρ22(0)
2
2(A2 −A1) . (3.21)
L'équation 3.19 nous indique que le temps de monté des pics de fond est le temps de
déclin de la photoluminescence du biexciton, et que le temps de descente de ces pics est
dominé par le temps de déclin de la photoluminescence de l'exciton.
3.5.4 Visibilité de la coïncidence
Les résultats du calcul de la fonction de corrélation du second ordre sont présentés dans
la figure 3.11(a), les mesures expérimentales de la coïncidence dans la figure 3.11(b). Les
formes asymétriques du pic central et des pics de fond sont très bien reproduites par la
simulation numérique. Cependant, pour une analyse quantitative, nous pouvons seulement
utiliser l'aire de G(2)(τ). En effet, le temps de recombinaison dans les boîtes de GaAs est
similaire au temps de réponse instrumental de la SPAD ( 400ps). Dans ce cas, la visibilité
du groupement définie dans l'équation 3.6 devient
∫∞
−∞G
(2)(τ)dτ∫∞
−∞G
(2)
FC(τ + Td)dτ
=
1
ρ11(0) + ρ22(0)
(3.22)
Notons que l'équation 3.22 est équivalente à l'équation 3.6 car la valeur de {ρ11(0) +
ρ22(0)} n'est rien d'autre que la probabilité d'avoir plus que un exciton dans la boîte
quantique.
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Figure 3.11  (a) Fonction de corrélation du second ordre calculée pour A−11 = 2A
−1
2 = Td/10 et
pour une population d'exciton suivant une loi de Poisson avec N¯ = 1, correspondant à ρ22(0) ' 0.264
et ρ11(0) ' 0.6321 selon les équation 3.2 et 3.3. (b) Histogramme de coïncidence mesuré à 80 µW.
3.6 Conclusion
En conclusion, nous avons démontré que l'intensité du groupement associé à la cas-
cade biexciton-exciton dépend de la puissance d'excitation, et qu'un pic de groupement
significatif apparaît seulement à très faible puissance d'excitation, telle que N¯  2, bien
qu'il soit souvent difficile de mesurer la coïncidence à puissance suffisamment faible. Cette
situation est très différente des conditions expérimentales nécessaires à la caractérisation
d'un émetteur de photons uniques, où le creux de dégroupement est normalement mesuré à
puissance d'excitation suffisamment forte pour obtenir un fort taux d'émission de photons
uniques et donc un fort taux de comptage. Ce résultat est plutôt surprenant car il signifie
qu'une mesure de coïncidence temporelle sur une source de deux photons corrélés qui serait
parfaitement régulée ne présenterait aucun groupement caractéristique, bien qu'une telle
source soit utile pour des applications pratiques.
En physique atomique, un modèle décrivant la dépendance en puissance du groupement
du photon pour un système à trois niveaux sous excitation continue à faible puissance est
développé dans la référence [93]. Ici nous avons analysé les statistiques photoniques des
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recombinaisons biexcitonique et excitonique sous excitation impulsionnelle. Nous pouvons
noter que nous devrions obtenir une dépendance en puissance similaire pour des expériences
de corrélation croisée résolues en polarisation [46, 81, 82, 83] sous excitation optique ou
électrique [77].
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Dans ce chapitre, nous étudions comment la forme et donc la symétrie d'une boîte
quantique non contrainte influence les états possibles pour les porteurs de charge confinés.
Nous présentons des mesures de l'intensité de photoluminescence résolue en polarisation
linéaire sur l'exciton neutre et l'exciton chargé positivement réalisées grâce au dispositif
présenté dans le chapitre 2. Nous expliquons les différences entre nos mesures et les règles de
sélection optique présentées dans le chapitre 1 grâce à la modélisation du couplage entre les
états de trous lourds et légers de valence et à l'expression des règles de sélection optique qui
en découlent. En effet, nous avons développé un modèle permettant de relier directement
la forme et l'orientation d'une boîte quantique possédant la symétrie C2v à l'intensité et
la direction de polarisation de la luminescence issue des transitions de l'exciton neutre et
de l'exciton chargé positivement. Il ressort de notre étude que, en l'absence de contrainte,
l'anisotropie latérale d'une boîte quantique peut induire un fort taux de mélange des états
de trous lourds et de trous légers.
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4.1 Introduction au mélange des états de valence
4.1.1 Etat de l'art
Les boîtes quantiques semi-conductrices sont des objets de dimensions nanométriques
contenant typiquement quelques milliers atomes, ce qui entraîne un confinement tridi-
mensionnel des électrons. Dans une boîte quantique, l'interaction entre les porteurs de
charge confinés et une onde électromagnétique est décrite par les règles de sélection op-
tique [94, 95]. Grâce au transfert de moment angulaire des photons aux porteurs pendant
l'absorption (et vice-versa pendant l'émission), il est possible de préparer, manipuler et
détecter l'état de spin d'un porteur unique [96, 61, 97, 98, 99, 100, 101]. Dans la majorité
des systèmes de boîtes, la pureté des règles de sélection et par conséquent l'efficacité de
la préparation d'un état de spin dépend des états de la bande de valence [102, 103]. Mal-
gré leur différence d'énergie, un mélange non négligeable des états de trous lourds (heavy
holes HH) et de trous légers (light holes LH) a été observé dans des boîtes de matériaux
II-VI [104, 105] et III-V [106, 107, 108]. En plus de son impact direct sur les règles de sélec-
tion optique, le coefficient de mélange trous lourds - trous légers (HH-LH) a récemment été
identifié comme le paramètre clé à l'origine du déphasage du spin du trou dans les boîtes
quantiques [107]. L'origine physique du mélange HH-LH a été attribuée essentiellement
aux contraintes [104, 105, 106].
4.1.2 Mesure sur les boîtes formées par épitaxie par gouttelettes
Nous avons donc choisi d'étudier la polarisation de l'émission de boîtes quantiques
uniques de GaAs non-contraintes formées sur AlGaAs par épitaxie par gouttelettes [3, 109,
110]. Nous réalisons ici une analyse détaillée de la dépendance angulaire de la polarisation
de la lumière émise parallèlement à l'axe de croissance des boîtes. Deux configurations
différentes sont analysée : l'émission de l'exciton chargé positivement X+ (aussi appelé
trion : 2 trous de valence + 1 électron de conduction) et l'émission de l'exciton neutre
X0 (1 trou + 1 électron). Nous observons sur l'émission de ces deux états excitoniques
des caractéristiques attestant d'un mélange HH-LH. Pour l'exciton chargé X+, les photons
émis doivent être parfaitement circulairement polarisés pour une transition entre un état
électronique et un état pur de trou lourd, voir chapitre 1. Mais la polarisation de l'émission
que nous mesurons pour X+ est fortement elliptique. L'émission de l'exciton neutre X0
se décompose comme prévu en deux raies d'émission [111, 109], mais les deux transitions
linéairement polarisées ne sont pas de même intensité [112] et les deux axes de polarisation
ne sont pas orthogonaux [105], attestant aussi du mélange HH-LH.
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4.1.3 Modélisation des effets observés
Nos expériences sur les boîtes non-contraintes montrent qu'une distribution inhomogène
de contraintes n'est pas la seule cause du mélange HH-LH dû à la réduction de symétrie
de la boîte. Nous étudions le rôle important que jouent les autres causes de brisure de
symétrie que sont (i) l'asymétrie du potentiel de confinement due à l'élongation de la boîte,
(ii) l'arrangement microscopique des liaisons chimiques à l'interface, (iii) l'angle entre l'axe
principal de la boîte et les axes cristallographiques [110] et [11¯0]. Nos données sont bien
reproduites par des règles de sélection optique modifiées obtenues avec un modèle k · p à
six bandes prenant explicitement en compte le mélange HH-LH. Nous avons développé un
modèle basé sur la solution de la fonction enveloppe de l'hamiltonien de Luttinger-Kohn
pour les trous et sur l'approximation de la masse effective pour les électrons pour étudier
l'intensité de l'émission des transitions dans la boîte quantique en fonction de la position
angulaire d'un analyseur par rapport à l'axe cristallographique [110]. Ce modèle démontre
que l'intensité de l'émission de X+ en fonction de l'angle de l'analyseur peut être ajusté
par la fonction
L (θ) ∝ 1−A cos 2 (θ − ξ) (4.1)
où ξ et A dépendent des éléments matriciels de l'hamiltonien de Luttinger-Kohn, comme
nous allons le montrer dans la section 4.4.
4.2 Détails expérimentaux
Des boîtes quantiques de GaAs non-contraintes de formes différentes peuvent être for-
mées par épitaxie par gouttelettes dans un banc d'épitaxie par jet moléculaire dans une
matrice de AlGaAs [3, 110, 109, 113]. Cette méthode de croissance non-conventionnelle
permet, comme nous l'avons vu au chapitre 1, la formation de boîtes quantiques auto-
assemblées dans des systèmes en accord de maille car elle n'est pas contrôlée par les
contraintes. L'échantillon étudié ici se compose des couches suivantes :
Boîtes quantiques de GaAs
Al0.3Ga0.7As (3 monocouches)
GaAs (10 nm)
Al0.3Ga0.7As (100 nm)
Boîtes quantiques de GaAs
Al0.3Ga0.7As (100 nm)
GaAs (50 nm)
Substrat de n−GaAs(100)(400 nm)
62 Effets de forme et d'orientation : mélange des états de trous de valence
 
Grande boîtes / GaAs massif
Barrière 
d’AlGaAsPetites 
boîtes
BA
Figure 4.1  (A) Image de microscopie à force atomique de boîtes de GaAs à la surface de l'échantillon
formées dans les mêmes conditions que les boîtes enfouies utilisées pour la spectroscopie optique.
(B) Spectre de photoluminescence d'un ensemble de boîtes quantiques de l'échantillon utilisé pour
la photoluminescence de boîte quantique unique. Les trois pics proviennent de la recombinaison de
porteurs dans la couche de mouillage (∼ 1.83eV ), de boîtes aux dimensions relativement grandes dont
l'effet du confinement est faible (à l'énergie du gap de GaAs massif ∼ 1.52eV ) et de boîtes plus petites
et moins intenses (∼ 1.7eV ) qui sont celles analysées en spectroscopie de boîte unique.
Les boîtes de GaAs en surface sont utilisées pour les mesures de microscopie à force
atomique, voir la figure 4.1. Des analyses spectroscopiques ont permis de mettre en évidence
un dopage (résiduel) de type p, ce qui entraîne l'observation de X0 et X+ [110, 109]. La
photoluminescence de boîte quantique unique a été réalisée avec le microscope confocal
construit autour d'un nano-positionneur Attocube et connecté au système de détection
formé par le spectromètre et la caméra CCD, voir chapitre 2. Notre rapport signal sur bruit
de l'ordre de 104 est obtenu grâce à une lentille solide à immersion en oxyde de zirconium
déposée sur l'échantillon, ce qui nous permet d'atteindre une précision de ±2.5µeV sur
l'énergie de transition après ajustement des raie d'émission par des fonctions Lorentziennes.
La lumière émise le long de l'axe de croissance des boîtes passe à travers une lame demi-
onde achromatique puis par un polariseur linéaire de Glan-Taylor avant le montage de
détection. La dépendance angulaire par rapport aux axes cristallographiques est mesurée
en tournant la lame demi-onde dans son plan, voir le schéma figure 4.2. Le laser He-Ne
continu à 1.95eV excite les porteurs en non-résonnant dans la barrière de AlGaAs. Le laser
est polarisé linéairement pour éviter toute polarisation dynamique nucléaire, voir chapitre
5, et pour permettre la relaxation de quantités égales de porteurs de spin haut et de spin
bas vers les états excitoniques, ou vers les états de trion, de plus basse énergie.
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Figure 4.2  Schéma simplifié du montage de microscopie confocale résolue en polarisation linéaire.
Les mesures sont effectuées à la température de 4K, voir le chapitre 2 pour plus de détails.
4.3 Résultats expérimentaux
4.3.1 Identification des transitions
Un spectre de photoluminescence d'un ensemble de boîtes, réalisé avec un faisceau de
détection de quelques dizaines de micromètres de diamètre, est présenté dans la figure 4.1B.
On identifie sur ce spectre l'émission de la barrière d'AlGaAs centrée autour de 1.83eV,
l'émission de boîtes aux dimensions relativement grandes autour de 1.52eV pour lesquelles
l'effet du confinement quantique est pratiquement négligeable et l'émission moins intense
de boîtes aux dimensions plus petites, ce qui correspond à un confinement quantique im-
portant qui décale l'énergie d'émission autour de 1.7eV. La figure 4.1A donne une image des
boîtes de cet échantillon par microscopie à force atomique. Dans ce travail, nous étudions
seulement ces petites boîtes. Sur les spectres de boîte unique, nous observons trois raies
que nous attribuons à l'exciton neutre X0, l'exciton chargé positivement X+ et le biexciton
neutre 2X0 (2 électrons + 2 trous). Cette identification provient de mesures de l'intensité
de photoluminescence de chaque raie en fonction de la puissance du laser d'excitation, voir
figure 4.3B où l'on observe, dans la zone de linéarité, une pente de 0.9 ± 0.02 pour X0,
une pente pratiquement deux fois plus importante pour 2X0 (2.0 ± 0.06), et une pente
intermédiaire de 1.12± 0.03 pour X+.
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Figure 4.3  (A) Spectre de photoluminescence d'une boîte quantique unique de GaAs. Emission
de l'exciton neutre X0 avec dédoublement de structure fine δ1 et de l'exciton chargé positivement
X+. Les carrés pleins (cercles) correspondent à l'émission polarisée suivant [110] ([11¯0]). Les courbes
correspondent aux ajustements avec des fonctions Lorentzienne. (B) Intensité de photoluminescence en
fonction de la puissance du laser d'excitation pour X+ (carrés), X0 (triangles) et 2X0 (disques).
4.3.2 Analyse de la structure fine des transitions
Cette identification est de plus confirmée par l'analyse de la structure fine des raies.
Comme attendu en l'absence d'effet dû au spin nucléaire, la raie X+ ne présente pas de
structure fine [62]. Par contre, on observe une structure fine sur la raie X0, voir figure
4.3A. Pour X0, les deux états brillants |X〉 = |⇑,↓〉+|⇓,↑〉√
2
et |Y 〉 = |⇑,↓〉−|⇓,↑〉
i
√
2
sont séparés
en énergie par δ1 ≡ EX − EY dû à l'interaction d'échange électron-trou anisotrope [111].
La projection sur l'axe z, qui est l'axe de propagation de la lumière ainsi que la direction
de croissance de l'échantillon, d'un pseudo-spin de trou lourd haut (bas) est représenté ici
par ⇑ (⇓), celle d'un spin d'électron haut (bas) par ↑ (↓). Nous retrouvons le même écart
énergétique |δ1| pour la structure fine de 2X0, avec comme attendu la position énergétique
des raies polarisées inversée.
4.3.3 Intensité de photoluminescence résolue en polarisation linéaire :
diagrammes polaires
Pour vérifier si l'électron de conduction recombine vraiment avec un des états purs de
trou lourd ⇑ (⇓), nous mesurons l'intensité de la photoluminescence polarisée linéairement
en fonction de l'angle par rapport aux axes cristallographiques (0 deg correspond à l'axe
parallèle à [110]) pour la raie X+ et la raie X0, voir les figures 4.4A et 4.4B respective-
ment. Nous commentons d'abord les résultats obtenus pour X+. Dans l'état fondamental
du X+, les deux trous de valence forment un état singulet de spin (spin total S=0) car
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Figure 4.4  (A) Diagramme polaire de l'intensité de l'émission de l'exciton chargé X+ (unité ar-
bitraire) pour différentes positions de l'analyseur de polarisation linéaire par rapport à la direction
cristallographique [110]. (B) Identique à (A), mais pour chaque composantes de l'exciton neutre X0 qui
constituent un doublet séparé par δ1. L'état de haute (basse) énergie correspond aux carrés (disques).
ceux-ci forment un doublet de Kramers. Les termes d'interaction d'échange avec l'électron
de conduction vont donc mutuellement s'annuler. Cette caractéristique fait du X+ une
excellente sonde de la symétrie de la boîte [104]. Si l'électron de conduction recombinait
avec un des états purs de trou lourd, le diagramme polaire de la figure 4.4A prendrait
la forme d'un cercle parfait, c'est-à-dire que l'intensité d'émission ne dépendrait pas de
l'angle de l'analyseur. Nous faisons ici deux observations : (i) le diagramme polaire n'est
pas circulaire, la polarisation émise est donc elliptique ; (ii) ni le maximum ni le minimum
d'intensité n'est aligné avec l'axe cristallographique [110], il y a un léger décalage angulaire
par rapport au 0. Ce décalage n'est pas simplement dû à un éventuel décalage entre l'axe
de l'échantillon et l'axe de l'analyseur car il est différent pour différentes boîtes du même
échantillon.
Pour la raie X0, les résultats sont dus à la compétition entre l'asymétrie structurale de
la boîte et l'asymétrie de l'échange électron-trou. Pour des états purs de trou lourd, les
deux états |Y 〉 et |X〉 sont polarisés selon les directions [110] et [11¯0]. Le diagramme polaire
de la figure 4.4B nous indique que |Y 〉 et |X〉 ne sont plus des états propres pour notre
boîte. Nous observons deux transitions |Y ′〉 et |X ′〉 qui ne sont pas orthogonales l'une par
rapport à l'autre. Dans la figure 4.4B, l'angle entre |Y ′〉 et |X ′〉 et de 98 deg. De plus, |Y ′〉
et |X ′〉 ne sont pas le long de [110] ni de [11¯0].
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4.4 Théorie du mélange trou lourd - trou léger
4.4.1 Cadre du modèle utilisé
Notre étude est basée sur la solution de la fonction enveloppe dans une approximation à
quatre bande de l'hamiltonien de Luttinger-Kohn pour les trous, et dans une approximation
à deux bandes de l'hamiltonien de masse effective pour les électrons. Nous considérons que
les électrons et les trous sont confinés dans des boîtes quantiques de formes elliptiques
possédant des plans de symétrie le long des axes principaux de l'ellipse. Le grand axe de
l'ellipse est incliné d'un angle ϕ par rapport à la direction [110] du cristal. La structure
électronique des trous lourds et légers du matériau massif est représentée par l'hamiltonien
de Luttinger-Kohn à quatre bandes. De même, la structure électronique des électrons du
matériau massif est représentée dans l'approximation de la masse effective. Du fait de la
forte localisation des électrons dans les boîtes quantiques, il n'est pas nécessaire de prendre
en compte les termes Rashba et Dresselhaus. En effet, ces termes impairs par rapport à
l'inversion disparaissent du fait de la localisation des fonctions d'ondes.
Pour modéliser le potentiel de confinement de la boîte, nous avons développé une ap-
proche de fonction enveloppe basée sur le premier état lié d'un oscillateur harmonique
bidimensionnel le long des axes principaux de l'ellipse x et y et d'un puits de potentiel
infini le long de l'axe de croissance z [52]. Ces potentiels sont caractérisés par trois lon-
gueurs : Lz correspond à la largeur du puits de potentiel selon z ; Lx et Ly sont les longueurs
caractéristiques de localisation respectivement selon x et y qui dépendent directement des
courbures des potentiels.
4.4.2 Etats de trous de valence
Dans les semi-conducteurs massifs, le couplage spin-orbite (SO) détermine une grande
partie de la structure de bandes pour les trous. Dans les semi-conducteurs massifs de type
III-V, nous pouvons représenter le système des états de valence par la forme suivante de
l'hamiltonien de Luttinger-Kohn dans la base |3/2〉 , |1/2〉 , |−1/2〉 , |−3/2〉 :
HLK =

F H I 0
H† G 0 I
I† 0 G −H
0 I† −H† F
 (4.2)
où les elements matriciels dependent des opérateurs de moment kˆx, kˆy et kˆz comme indiqué
ci-dessous
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F =
~2
2m0
[
(γ1 + γ2)
(
kˆ2x + kˆ
2
y
)
+ (γ1 − 2γ2) kˆ2z
]
, (4.3)
G =
~2
2m0
[
(γ1 − γ2)
(
kˆ2x + kˆ
2
y
)
+ (γ1 + 2γ2) kˆ
2
z
]
, (4.4)
H = − ~
2
m0
√
3γ3
(
kˆx − ikˆy
)
kˆz, (4.5)
I =
~2
m0
√
3
{
1
2
[
(γ2 + γ3) + (γ2 − γ3) e−4iϕ
] (
kˆ2x − kˆ2y
)
−i [(γ2 + γ3)− (γ2 − γ3) e−4iϕ] kˆxkˆy} . (4.6)
Dans ces expressions, m0 est la masse de l'électron libre et γ1, γ2 et γ3 sont les para-
mètres de Luttinger-Kohn [51]. Nous nous restreignons à l'hypothèse d'un fort confinement,
les paramètres de Luttinger-Kohn seront alors pris égaux à ceux du matériau massif consti-
tuant la boîte quantique, GaAs dans notre cas.
Dans notre échantillon, les boîtes sont de forme elliptique avec l'axe principal à un angle
ϕ de la direction [110]. Nous faisons donc une rotation d'angle ϕ de la boîte pour amener
son axe principal dans une direction parallèle à x. Le hamiltonien se transforme alors selon
H ′ = Rˆz(ϕ)H(R−1z (ϕ)kˆ)Rˆ
†
z(ϕ) où Rˆz(ϕ) = e
−i Jˆz~ ϕ [49].
Les bandes SO de GaAs sont séparées des bandes de trous lourds et légers par environ
350 meV, alors que l'énergie de confinement est typiquement de 25 meV pour des boîtes
de 10 nm de rayon. Ainsi les électrons de valence SO ne peuvent pas se lier au potentiel de
confinement de la boîte quantique, ils occupent donc des états délocalisés qui vont se mêler
aux états de la barrière, et donc la contribution des éléments de matrice SO à l'hamiltonien
(4.2) peut être négligée.
Les éléments matriciels de trous lourds et légers sont exprimés en utilisant les vecteurs
propres orbitaux et de spin
∣∣∣uv3/2〉 = − ∣∣∣∣X + iY√2 , ↑
〉
, (4.7)∣∣∣uv1/2〉 = 1√
3
(
−
∣∣∣∣X + iY√2 , ↓
〉
+
√
2 |Z, ↑〉
)
, (4.8)∣∣∣uv−1/2〉 = 1√
3
(∣∣∣∣X − iY√2 , ↓
〉
+
√
2 |Z, ↓〉
)
, (4.9)∣∣∣uv−3/2〉 = ∣∣∣∣X − iY√2 , ↓
〉
, (4.10)
où uv3/2, u
v
1/2, u
v
−1/2 et u
v
−3/2 sont les fonctions de Bloch en k = 0 exprimées dans la
base canonique d'un cristal de symétrie Td. Les états de la bande de valence peuvent être
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exprimés comme une superposition d'états
∣∣ψv,m′〉 = 3/2∑
m=−3/2
Cm′m |F vm〉 |uvm〉 (4.11)
où Fm correspondent aux fonctions enveloppes des trous lourds et légers. En considérant
que les fonctions enveloppes varient peu d'une cellule unitaire du cristal aux cellules voi-
sines, nous pouvons les calculer à partir des équations de Wannier
(
F + V3/2
)
F v3/2 = E3/2F
v
3/2 (×2), (4.12)(
G+ V1/2
)
F v1/2 = E1/2F
v
1/2 (×2) (4.13)
où V1/2 et V3/2 sont respectivement les potentiels de confinement des trous légers et lourds.
Du fait de la dégénérescence en spin, nous obtenons deux équations identiques pour les
trous lourds et deux équations identiques pour les trous légers. La technique de résolution
employée consiste tout d'abord à résoudre l'équation de la fonction enveloppe en négligeant
les couplages trous lourds - trous légers. Les bandes sont alors découplées et nous obtenons
une base de fonctions enveloppes qui prend en compte les potentiels de confinement. La
forme retenue pour le potentiel permettant de séparer les variables x, y et z, voir chapitre
1, les fonctions enveloppes sont des produits de solutions individuelles pour les potentiels
selon x, y et z de la boîte. Le long des axes x et y, la fonction enveloppe va prendre la
forme de l'état le plus bas en énergie d'un oscillateur harmonique ; le long de l'axe z la
fonction enveloppe va prendre la forme de l'état le plus bas en énergie d'un puits infini.
Les fonctions enveloppes s'écrivent sous forme du produit
F v|m| (r) = ηm (x) ηm (y) ζm (z) (4.14)
avec ηm (x) = exp
(−x2/2L2x,m) /( 4√pi√Lx,m) et ηm (y) les solutions de l'oscillateur har-
monique selon x et y pour les trous légers (m = ±1/2) et les trous lourds (m = ±3/2),
et ζm (z) = sin(piz/Lz,m)/
√
Lz,m l'état de plus basse énergie du puits de potentiel infini
selon z .
Les énergies propres correspondant à ces états sont
E1/2 =
~2
2me
[
(γ1 − γ2)
(
1
L2x,1/2
+
1
L2y,1/2
)
+ (γ1 + 2γ2)
1
L2z,1/2
]
, (4.15)
E3/2 =
~2
2me
[
(γ1 + γ2)
(
1
L2x,3/2
+
1
L2y,3/2
)
+ (γ1 − 2γ2) 1
L2z,3/2
]
. (4.16)
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En développant l'hamiltonien (4.2) avec le potentiel de confinement et dans la base ob-
tenue
∣∣F3/2〉 |3/2 3/2〉 , ∣∣F1/2〉 |3/2 1/2〉 , ∣∣F1/2〉 |3/2 − 1/2〉 , ∣∣F3/2〉 |3/2 − 3/2〉, nous arri-
vons à l'expression
HLK =

F H I 0
H∗ G 0 I
I∗ 0 G −H
0 I∗ −H∗ F
 (4.17)
où
F = E3/2, (4.18)
G = E1/2, (4.19)
H =
〈
F v1/2 |H|F v3/2
〉
, (4.20)
I =
〈
F v1/2 |I|F v3/2
〉
(4.21)
Les coefficients Cm′m de la fonction d'onde (4.11) sont obtenus directement en diago-
nalisant l'hamiltonien de Luttinger-Kohn (4.17) et nous conduisent aux états bien connus
de Shockley ayant comme énergies propres
E± =
F + G
2
±
√(F − G
2
)2
+ |H|2 + |I|2. (4.22)
Cependant, comme leurs énergies sont doublement dégénérées, il est possible d'exprimer
la solution générale comme une combinaison linéaire des états dégénérés de Shockley. Nous
avons choisi un ensemble particulier de vecteurs propres qui tendent vers la base (4.7)-(4.10)
quand I → 0. C'est états de Shockley modifiés sont
| ψh, 3/2〉 = D−
[√
|H|2 + |I|2 ∣∣F v3/2〉 ∣∣uv3/2〉
+
H∗ (E− − E3/2)√
|H|2 + |I|2
∣∣F v1/2〉 ∣∣uv1/2〉
+
I∗ (E− − E3/2)√
|H|2 + |I|2
∣∣F v−1/2〉 ∣∣uv−1/2〉
 , (4.23)
| ψh,−3/2〉 = D−
I (E− − E3/2)√
|H|2 + |I|2
∣∣F v1/2〉 ∣∣uv1/2〉
−H
(
E− − E3/2
)√
|H|2 + |I|2
∣∣F v−1/2〉 ∣∣uv−1/2〉
+
√
|H|2 + |I|2 ∣∣F v3/2〉 ∣∣uv3/2〉] , (4.24)
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| ψh, 1/2〉 = D+
[H ∣∣F v3/2〉 ∣∣uv3/2〉
+
(
E+ − E3/2
) ∣∣F v1/2〉 ∣∣uv1/2〉
+ I∗ ∣∣F v−3/2〉 ∣∣uv−3/2〉] , (4.25)
| ψh, 1/2〉 = D+
[I ∣∣F v3/2〉 ∣∣uv3/2〉
+
(
E+ − E3/2
) ∣∣F v−1/2〉 ∣∣uv−1/2〉
− H∗ ∣∣F v−3/2〉 ∣∣uv−3/2〉] , (4.26)
où
D± =
1√
(E± − E∓)
(
E± − E3/2
) . (4.27)
Nous pouvons noter que ces vecteurs propres ainsi que les énergies propres vont se réduire
au problème sans mélange dans la limite où I,H → 0, voir la figure 4.5.
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Figure 4.5  Répulsion des états de trous de valence (+ et −) due au mélange trous lourds-trous
légers (I,H 6= 0). ∆LH est l'écart énergétique entre les états purs de trous lourds (3/2) et de trous
légers (1/2).
4.4.3 Etats des électrons de conduction
Le cas des électrons est plus simple. L'hamiltonien est donné par
H =
~2
2me
(
k2 0
0 k2
)
(4.28)
oùme est la masse effective de l'électron et k est l'opérateur de moment. Ce hamiltonien est
exprimé dans la base des fonctions de Bloch de la bande de conduction en k = 0 exprimées
dans la base canonique d'un cristal de symétrie Td
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∣∣∣uc1/2〉 = |S, ↑〉 , (4.29)∣∣∣uc−1/2〉 = |S, ↓〉 , (4.30)
en termes orbital (S) et de spin (↑↓). De même, nous pouvons exprimer la fonction d'onde
de l'électron en termes de fonction enveloppe et d'états de Bloch. La fonction enveloppe
sera choisie de manière à ce qu'elle respecte l'équation de Schrödinger pour un oscillateur
harmonique dans les directions x et y et pour un puits de potentiel infini selon z. Nous
ne prenons pas en compte les termes Rashba et Dresselhaus qui émergent du groupe de
symétrie d'un cristal de GaAs et qui amènent à des termes non-diagonaux car la localisation
et leur caractère impair pour l'inversion donnent des termes de couplage nuls. Finalement,
les états propres pour les électrons sont
|ψc, 1/2〉 =
∣∣∣F c1/2〉 ∣∣∣uc1/2〉 , (4.31)
|ψc,−1/2〉 =
∣∣∣F c−1/2〉 ∣∣∣uc−1/2〉 , (4.32)
où F c±1/2 sont les fonctions enveloppes de la bande de conduction similaires à celles obtenus
à partir de (4.12)-(4.13) pour la bande de valence.
4.4.4 Règles de sélection optique
Nous allons maintenant passer au calcul de l'intensité d'émission des transitions entre
les bandes de valence et de conduction en fonction de la position angulaire θ de l'analyseur.
La force d'oscillateur des transitions de la bande de conduction vers la bande de valence
dépend de l'hamiltonien de couplage habituel entre les électrons et les photons, qui est
proportionnel à ~e · pˆ où ~e est le vecteur polarisation de l'analyseur. Nous pouvons l'écrire
~e = cos θ~i + sin θ~j où ~i et ~j sont les vecteurs unitaires le long des directions [110] et
[11¯0] du cristal de GaAs. L'intensité de l'émission est donc déduite de l'hamiltonien de
couplage électron-photon avec les états calculés précédemment pour l'électron et les trous
(4.31)-(4.32) et (4.23)-(4.26). Son expression générale est
L (θ) =
n=1/2∑
n=−1/2
m=3/2∑
m=−3/2
|〈ψc, n |e · p|ψv,m〉|2 . (4.33)
En remplaçant les états d'électron et de trou par leur forme explicite et en appliquant les
règles de sélection optique habituelles pour les états orbitaux nous arrivons, pour l'intensité
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d'émission, à l'expression suivante
L (θ) = |Π|2
(
|a|2 + b2
)
[1−A cos 2 (θ − ξ)] (4.34)
où les règles de sélection pour les états orbitaux sont donnés par
Π = 〈S |px|X〉 = 〈S |py|Y 〉 = 〈S |pz|Z〉 (4.35)
4.4.5 Expressions des paramètres
Les deux caractéristiques principales que nous observons sur le diagramme polaire de
l'intensité d'émission sont un resserrement du diagramme pratiquement le long de l'axe
horizontal ainsi qu'une légère inclinaison par rapport à l'axe vertical. Le paramètre
A =
2 |a| b
|a|2 + b2 (4.36)
est responsable du resserrement du diagramme. Les paramètres a et b dépendent des
éléments matriciels de l'hamiltonien de Luttinger-Kohn comme suit :
a =
I∗ (E− − E3/2) 〈F c1/2 | F v1/2〉
|I|
√
(E− − E+)
(
E− − E3/2
) , (4.37)
b =
|I|
〈
F c1/2 | F v3/2
〉
√
(E− − E+)
(
E− − E3/2
) . (4.38)
De manière générale, a et b dépendent aussi de H mais, dans ce calcul, la symétrie
du potentiel de confinement latéral (plan xOy) et longitudinal entraîne l'annulation de
l'élément H.
La phase ξ = arg a/2 = arg I∗/2 est responsable de l'inclinaison du diagramme polaire de
la fonction d'émission L (θ). L'opérateur I dans l'hamiltonien de Luttinger-Kohn contient
deux termes : le premier est proportionnel à kˆ2x− kˆ2y et le second est proportionnel à kˆxkˆy.
Le premier s'annule seulement pour un potentiel de confinement latéral circulaire, alors
que le second s'annule en présence d'au moins un plan de symétrie le long de x ou de y,
ce qui est le cas pour les boîtes elliptiques. Ainsi, pour les boîtes elliptiques, l'inclinaison
dépend uniquement de la position angulaire de la boîte par rapport aux axes du cristal.
La structure de l'hamiltonien (4.2) nous indique aussi que cette dépendance devient plus
forte quand la différence γ2 − γ3 augmente par rapport à γ2 + γ3.
Comme nous l'avons mentionné précédemment, le resserrement du diagramme polaire est
4.5 Comparaison des données expérimentales avec le modèle 73
contrôlé par le paramètre A. Cependant, pour étudier ce resserrement nous utilisons le
rapport γ du potentiel de la boîte selon le grand axe de l'ellipse sur celui selon le petit axe
γ =
( |a| − b
|a|+ b
)2
. (4.39)
Ce paramètre dépend de l'élément d'anisotropie I de l'hamiltonien de Luttinger-Kohn.
Si le potentiel de confinement a la symétrie C2v, il ressort de nos calculs que H est nul. Si
nous abaissons la symétrie du potentiel, par exemple par des gradients de concentration
d'espèces atomiques ou encore par un champ électrique, alors l'élément matriciel H peut
induire d'autres effets. L'interdiffusion d'atomes de la barrière dans la boîte quantique étant
négligeable dans les boîtes formées par épitaxie par gouttelettes [39], nous n'étudierons pas
ces effets dans ce travail.
4.5 Comparaison des données expérimentales avec le modèle
Nous pouvons simplifier les expressions dans notre modèle pour exprimer les nouveaux
états de valence pour les trous lourds ψ˜±3/2 en fonction des états purs de trous lourds
ψ±3/2 et de trous légers ψ±1/2 :
ψ˜±3/2 =
(
ψ±3/2 + βψ∓1/2
)
/
√
1 + |β|2
où le coefficient caractéristique de couplage lourd-léger β peut être exprimé :
β = eiξ
(
1−
√
1 + 4ρ2
)
/(2ρ)
avec ρ = |I| /∆LH .
Pour ajuster les données expérimentales avec les expressions calculées avec notre mo-
dèle, nous utilisons pour l'intensité d'émission du diagramme polaire de l'exciton chargé la
fonction suivante :
L (θ) = c
[
a2 + b2 − 2abcos2 (θ − ξ)] (4.40)
avec a = (1− f) /√6 (f2 − f), b = √2ρs/√f2 − f , f = √1 + 4ρ et s ≈ 1 est le rapport
de l'intégrale de recouvrement de la fonction d'onde de l'électron avec la fonction d'onde
du trou lourd sur son recouvrement avec la fonction d'onde du trou léger. Le paramètre c
est directement proportionnel à |Π|2. Le rapport γ peut donc être exprimé de la manière
suivante :
γ =
(2ρs+ 1− f)2
(2ρs− 1 + f)2
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Figure 4.6  (a). Diagramme polaire de l'intensité d'émission de l'exciton chargé positivement X+ en
fonction de l'angle de l'analyseur de polarisation linéaire par rapport aux directions cristallographiques.
(b). Même chose pour les états de l'exciton neutre X ′ (disques gris) et Y ′ (disques rouges). Les courbes
noires proviennent de l'ajustement des mesures à partir du modèle avec les mêmes paramètres pour les
deux transitions dans la boîte quantique.
L'ajustement des données relatives à la boîte présentée dans la figure 4.6 nous donne
c = 0.18, ρ = 0.27 et ξ = 6.2. Ces valeurs nous permettent d'extraire γ ≈ 0.57 et un
coefficient de mélange |β| = 0.26 pour notre boîte non-contrainte, à comparer avec les
valeurs de mélange 0.2 ≤ |β| ≤ 0.7 dans les boîtes contraintes de InAs, CdSe et CdTe
[104, 114, 105]. Sur les différentes boîtes étudiées dans cet échantillon, les coefficients de
mélange varient entre 0.17 ≤ |β| ≤ 0.31 et les angles d'inclinaison des diagrammes polaires
varient entre 0 deg ≤ |ξ| ≤ 9 deg.
Nous nous intéressons maintenant à la structure fine de l'exciton neutre X0. Les états
propres de notre système sont |X ′〉 = cos(χ) |X〉 − sin(χ) |Y 〉 et |Y ′〉 = sin(χ) |X〉 +
cos(χ) |Y 〉 où 2χ est l'argument de l'élément matriciel qui couple les deux états de trous
lourds |X〉 et |Y 〉 à cause de l'interaction d'échange.
L'intensité d'émission des états |X ′〉 et |Y ′〉 peut être exprimée [115] :
LX′ (θ) = c [acos (θ + χ− 2ξ) + bcos (θ − χ)]2 (4.41)
et
LY ′ (θ) = c [asin (θ + χ− 2ξ) + bsin (θ − χ)]2 (4.42)
Nous présentons dans la figure 4.6 le résultat de l'ajustement de ce modèle (courbes noires)
sur nos mesures d'intensité de l'état |X ′〉 (représentée par des disques gris) et de l'état |Y ′〉
(disques rouges) en utilisant les mêmes paramètres que pour le trion X+.
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Figure 4.7  Inclinaison ξ du diagramme polaire de L (θ) en fonction de l'angle ϕ entre les axes
principaux du potentiel latéral et la direction [100] du cristal, avec Lx = 6.8 nm, Ly = 9.6 nm et
Lz = 4 nm.
4.6 Résultats du modèle
Nous avons calculé le diagramme polaire L (θ) de l'intensité de l'émission du trion et de
l'exciton neutre en fonction de la position angulaire de l'analyseur à partir des équations
précédentes, sous excitation non-résonnante linéairement polarisée, pour des boîtes quan-
tiques de GaAs de différentes formes, tailles et orientations par rapport aux axes du cristal.
Nous prenons les paramètres de Luttinger suivant : γ1 = 7.48, γ2 = 2.17 et γ3 = 3.15 [51].
Nous nous intéressons d'abord à l'inclinaison ξ du diagramme polaire de l'intensité d'émis-
sion en fonction de l'angle ϕ entre le grand axe de l'ellipse et la direction cristallographique
[110] dans la figure (4.7). Cette inclinaison n'apparaît pas si la boîte est orientée selon les
directions de haute symétrie du cristal [110], [11¯0], [100] ou [010]. Elle est maximale pour
ϕ = 22, 5 deg. Cette inclinaison résulte de la compétition entre la symétrie du cristal de la
matrice (cubique) et celle du potentiel de confinement associé à la boîte quantique.
Dans la figure 4.8 nous observons le diagramme polaire L (θ) de l'intensité d'émission
normalisée pour plusieurs valeurs de Ly/Lx. Nous observons un fort resserrement du dia-
gramme quand l'asymétrie du confinement latéral augmente. Ce resserrement disparaît
pour un potentiel de confinement latéral circulaire.
Enfin, la figure 4.9 présente, pour différentes hauteurs de boîte, une série de courbes
décrivant le comportement du rapport γ en fonction de l'anisotropie du confinement latéral.
Nous observons pour chacune de ces courbes que le rapport γ = 1 pour Ly = Lx. Quand le
confinement devient plus important dans une direction latérale, le diagramme prend une
forme elliptique. Dans le cas limite où Lx tend vers 0, la composante du diagramme polaire
dont la polarisation est orientée selon x tend vers 0. Dans l'autre cas limite, quand Lx tend
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Figure 4.8  Diagramme polaire de L (θ) pour des rapports Ly/Lx de 0.5 à 0.9 à intervalle régulier,
avec Ly = 6.8 nm, Lz = 4 nm et ϕ = pi/8.
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Figure 4.9  Rapport γ entre l'intensité du diagramme polaire L (θ) selon le petit axe et celle selon le
grand axe en fonction de l'anisotropie du confinement latéral Lx/Ly avec Ly = 9.6 nm, pour Lz = 4,
6.8 et 9.6 nm.
vers l'infini, le rapport γ du diagramme polaire tend vers une valeur qui dépend du rapport
Lz/Ly, voir figure 4.9. Lorsque Lz << Lx, Ly, l'anisotropie du diagramme polaire diminue
fortement.
4.7 Conclusion
Nous avons mesuré l'intensité d'émission de l'exciton neutre et de l'exciton chargé
positivement dans les boîtes quantiques de GaAs formées par épitaxie par gouttelettes.
4.7 Conclusion 77
Nous avons étudié l'émission de chacun de ces états avec la théorie de l'hamiltonien de
Luttinger-Kohn dans l'approximation de la fonction enveloppe.
Nous avons d'abord montré que le resserrement du diagramme polaire de l'exciton chargé
positivement dépend fortement de l'asymétrie dans la forme de la boîte qui est responsable
du mélange des états de trous lourds et de trous légers à travers l'élément de matrice I,
même en l'absence de contraintes. En considérant d'autres sources d'anisotropie dans le
système, des effets physiques intéressants pourraient émerger à partir de l'élément matriciel
H de l'hamiltonien de Luttinger-Kohn couplant les états excitoniques brillants avec les états
sombres.
Ensuite, nous avons montré que l'inclinaison ξ du diagramme dépend d'une part de
la différence entre les coefficients de Luttinger γ2 et γ3, et d'autre part de l'angle ϕ entre
l'axe principal de la boîte quantique et la direction [110] du cristal.
De plus, nous avons obtenu l'expression de l'intensité de l'émission polarisée pour les
états excitoniques |X ′〉 et |Y ′〉 dont les axes de polarisation ne sont généralement pas
orthogonaux dans nos boîtes. L'angle entre les directions de polarisation de ces états est
contrôlé par l'interaction d'échange anisotrope entre l'électron et le trou.
En résumé, nous avons montré que l'analyse angulaire résolue en polarisation linéaire
de l'intensité de la photoluminescence est un moyen non-destructif de sonder les propriétés
de symétrie à un niveau mésoscopique, ce qui en fait une technique complémentaire aux
observations réalisées par des techniques de microscopie habituelles comme la microscpie
électronique à balayage par transmission [39].
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Dans ce dernier chapitre, nous allons nous intéresser à l'interaction du spin électronique
avec les spins nucléaires. Nous présentons des expériences d'orientation optique dans les
boîtes quantiques uniques de GaAs/AlGaAs formées par épitaxie par gouttelettes. Sous
champ magnétique longitudinal appliqué parallèlement à l'axe de croissance z, et à la
température de 4K, une excitation optique polarisée circulairement entraîne une forte po-
larisation circulaire de la photoluminescence résultante du fait de l'orientation des spins
des électrons photogénérés. L'injection optique d'électrons polarisés en spin dans une boîte
engendre une polarisation dynamique des noyaux qui change considérablement le dédou-
blement Zeeman de l'exciton (effet Overhauser [116]). Nous observons que la polarisa-
tion nucléaire ainsi créée est bistable et nous présentons une mesure directe du temps de
construction de la polarisation nucléaire dans une boîte unique de GaAs, de l'ordre d'une
seconde.
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5.1 Généralités
5.1.1 Enjeux
L'orientation du spin des porteurs injectés dans des boîtes quantiques peut être son-
dée par des expériences de spectroscopie optique résolue spatialement [95, 117] ou par des
mesures de transport [118]. Du fait du fort recouvrement de la fonction d'onde de l'élec-
tron avec un nombre limité de spins nucléaires (104 à 105) et de l'augmentation du temps
de corrélation de l'interaction électron-noyau, l'intéraction hyperfine entre spins électro-
nique et nucléaires engendre des effets plus forts dans les boîtes quantiques que dans les
structures de plus grande dimensionnalité [95, 119]. Après les premières prédictions théo-
riques [120, 121], plusieurs groupes ont montré à l'aide d'une grande diversité de techniques
expérimentales et dans différents systèmes de boîtes quantiques que les spins électronique
et nucléaires sont fortement couplés [122, 6, 7, 123]. Dans la majorité des conditions ex-
périmentales, l'orientation des spins nucléaires est dans une certaine mesure aléatoire, et
le champ magnétique effectif aléatoire qui en résulte entraîne un déphasage du spin de
l'électron. Contrôler les fluctuations du champ nucléaire [124, 125], en atteignant une forte
polarisation nucléaire (proche de 100%) [126, 127] ou en initialisant le spin des noyaux
d'une boîte quantique dans un état quantique connu, est la clé pour prolonger le temps de
déphasage du spin électronique dans les boîtes quantiques semiconductrices, une condition
nécessaire pour de futurs schémas de contrôle quantique cohérent [128, 129, 118].
5.1.2 Etat de l'art
La spectroscopie de photoluminescence résolue en polarisation de boîtes uniques per-
met d'enregistrer simultanément (i) la polarisation électronique en mesurant le taux de
polarisation circulaire de la photoluminescence et (ii) la polarisation nucléaire via les chan-
gements du dédoublement Zeeman (décalage Overhauser), voir figure 5.1. La force et la
nature des effets nucléaires dépendent fortement de plusieurs paramètres dont la taille de
la boîte, les matériaux qui la composent ansi que l'abondance de leurs isotopes de spin
non nul, l'énergie de confinement et la contrainte dans l'échantillon [130]. Des travaux sur
des boîtes non contraintes de GaAs/AlGaAs formées par des fluctuations de l'interface
d'un puit quantique de GaAs ont révélé une forte polarisation dynamique des noyaux par
pompage optique [131, 132]. La polarisation nucléaire dans des boîtes contraintes de In-
GaAs/GaAs formées par croissance Stranski-Krastanov et émettant autour de 950nm s'est
révélée être bistable [133, 134, 135, 136].
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Figure 5.1  Spectres de photoluminescence de l'exciton chargé positivement X+ résolus en pola-
risation circulaire pour une excitation polarisée circulairement σ+. Le rapport des aires de chaque pic
nous donne la polarisation électronique 〈Se〉 et δz donne la polarisation nucléaire.
5.1.3 Intérêt de l'étude des boîtes quantiques formées par épitaxie par
gouttelettes
Nous présentons ici les premières expériences d'orientation optique dans un système
prometteur : les boîtes de GaAs/AlGaAs formées par épitaxie par gouttelettes. Contraire-
ment aux boîtes de InAs, ce système est non contraint et le potentiel de confinement est
plus fort que dans les boîtes de GaAs à fluctuations d'interface, avec un écart énergétique
de 100meV entre les états quantiques discrets des boîtes et les états délocalisés contre ty-
piquement 5meV mesuré par spectroscopie d'excitation de la photoluminescence dans les
boîtes quantiques par fluctuations d'interface [40]. Dans les boîtes auto-assemblées telles
que InAs/GaAs et InP/GaInP, les propriétés physiques comme l'énergie de transition op-
tique et la levée de dégénérescence due à la structure fine, sont définies par la taille, la
composition et les effets de contrainte, paramètres qui changent d'une boîte à l'autre et
difficilement mesurables avec précision. Dans les boîtes de GaAs obtenues par épitaxie par
gouttelettes, les contraintes sont très faibles et les effets piézoélectriques résultants sont
négligeables. Cela permet notamment d'étudier l'influence de la forme de la boîte sur le
dédoublement de structure fine, influence cruciale pour l'émission de paires de photons in-
triqués [109]. Nous mesurons ici, dans des expériences de magneto-photoluminescence sur
boîte unique à la température de 4K, la polarisation dynamique nucléaire créée en fonction
de la polarisation de spin des électrons injectés optiquement. Nous présentons une obser-
vation de la bistabilité de la polarisation nucléaire ainsi qu'une mesure directe du temps
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Figure 5.2  (a) Image de microscopie à force atomique de boîtes quantiques de GaAs formées sur la
surface de l'échantillon dans les mêmes conditions que les boîtes enfouies étudiées en photoluminescence.
(b) Structure de l'échantillon utilisé pour les mesures optiques.
de construction de la polarisation nucléaire dans une boîte unique.
5.2 Détails expérimentaux
5.2.1 Echantillon étudié
Les boîtes de GaAs non-contraintes, formées par épitaxie par gouttelettes dans un bâti
d'épitaxie par jets moléculaires sur une matrice de AlGaAs, peuvent avoir plusieurs formes
distinctes [3, 20, 137]. Cette méthode de croissance non-conventionnelle permet l'auto-
organisation de boîtes dans des systèmes en accord de maille, c'est-à-dire que la croissance
des boîtes ne sera pas contrôlée par les contraintes, voir le chapitre 1. L'échantillon que
nous avons étudié ici contient les couches suivantes, en partant du substrat : (1) 400nm
de Al0.3Ga0.7As, (2) boîtes quantiques de GaAs, (3) 100nm de Al0.3Ga0.7As, (4) 20nm
de GaAs, voir figure 5.2b. Pour les mesures par microscopie à force atomique, une couche
de boîtes a été déposée sur la surface de l'échantillon. La hauteur et le diamètre typique
des boîtes, respectivement d'environ 4nm et 40nm, sont présentés dans la figure 5.2a. La
faible densité de boîtes, d'environ 3×108cm−2(3/µm2), nous permet des mesures sur boîte
unique sans autre traitement de l'échantillon.
5.2.2 Montage expérimental
Le signal de photoluminescence émis par une boîte quantique unique a été collecté et
analysé par le microscope confocal présenté dans le chapitre 2. La faible largeur des raies de
transition en photoluminescence (limitée par la réponse spectrale de notre système) nous
permet d'analyser les premières expériences d'orientation optique dans des boîtes uniques
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Figure 5.3  Spectres de photoluminescence d'un ensemble de boîtes quantiques de l'échantillon
utilisé pour la photoluminescence de boîte unique pour différentes puissances de l'excitation laser. Les
deux pics proviennent de la recombinaison de porteurs dans la barrière de Al0.3Ga0.7As (∼ 1.88eV ) et
dans les boîtes (∼ 1.74eV ) qui sont celles analysées en spectroscopie de boîte unique.
obtenues par épitaxie par gouttelettes. Le laser continu émettant une lumière circulairement
polarisé à 1.95eV excite les porteurs hors-résonance, dans la barrière de AlGaAs, voir la
figure 5.3. La polarisation circulaire de la photoluminescence est définie comme Pc =
(I+ − I−)/(I+ + I−), où I+(−) est l'intensité polarisée σ+(−) de la photoluminescence.
La polarisation circulaire de l'excitation laser, définie de façon similaire, peut être ajustée
électriquement grâce aux lames à cristaux liquides induisant un retard de phase variable.
5.3 Résultats expérimentaux
Le transfert de moment cinétique des photons aux spins électronique et par la suite des
électrons aux spins nucléaires a été observé pour la première fois en 1968 par George Lampel
dans le Silicium. Plus tard, les effets de pompage optique des spins nucléaires ont été étudiés
de manière très détaillée par Daniel Paget et coll. dans GaAs [119]. Nous discuterons dans
une première partie de l'orientation optique des spins des porteurs dans les boîtes de GaAs
par épitaxie par gouttelettes et montrerons que des excitons chargés positivement X+ (2
trous de valence, 1 électron de conduction) sont créés dans notre échantillon. Les deuxième
et troisième parties de la discussion décrivent en détail l'intéraction du spin électronique
dans l'exciton X+ avec les spins nucléaires dans la boîte.
5.3.1 Orientation optique des spins des porteurs dans les boîtes quan-
tiques de GaAs
5.3.1.1 Etat de charge des boîtes quantiques
Dans les boîtes quantiques, l'interaction d'échange de Coulomb entre spins de l'élec-
tron et du trou détermine la polarisation des états propres de l'exciton et par conséquent
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Figure 5.4  Schéma de l'exciton X+, où M (O) et H correspondent respectivement aux trous lourds
de spin HAUT (BAS) et aux électrons de spin BAS.
la polarisation des photons émis, pour plus de détails se référer au chapitre 4 de la ré-
férence [95]. L'interaction Coulombienne d'échange entre l'électron et le trou détermine
la polarisation de l'exciton neutre (la paire électron-trou optiquement créée) piégé dans
une boîte, bloquant les effets hyperfins aux faibles champs magnétiques. Dans ce chapitre,
nous analysons les raies d'émission originaires de la recombinaison d'excitons chargés par
un porteur. Pour ce complexe à trois particules la polarisation des photons émis après
recombinaison dans l'état fondamental n'est pas déterminée par les interactions d'échange
électron-trou car elles se compensent. (Voir la figure 5.4). Il y a deux cas possibles : l'exci-
ton positivement chargé X+ (1 trou + excitation laser⇒ 2 trous + 1 électron) et l'exciton
négativement chargé X− (1 électron + excitation laser ⇒ 2 électrons + 1 trou) où les por-
teurs résidents proviennent du dopage résiduel (on peut exclure ici les états plus fortement
chargés qui se distinguent par des spectres d'émission plus complexes [138]). Des structures
à charge ajustable, comme pour les boîtes de InAs [139], n'existent pas encore pour des
boîtes de GaAs obtenues par épitaxie par gouttelettes ; nous devons donc identifier l'état
de charge en analysant l'excitation optique et les processus de relaxation des porteurs qui
en découlent.
5.3.1.2 Nature des porteurs résidents
Après excitation optique de la barrière, l'orientation initiale du spin du trou est perdue
en raison des processus de relaxation de spin efficaces dans la barrière, tandis que l'orienta-
tion du spin électronique est partiellement conservée dans la barrière et pendant la capture
dans la boîte [95, 140, 132].
Le schéma de l'état fondamental de l'exciton X+ est présenté dans la figure 5.4. Les
deux trous forment un état singulet (spin total S=0) et la polarisation du photon émis
par la boîte est donné par le spin électronique 〈Sˆez〉 = −Pc/2 [122]. Pendant la durée de
vie radiative de l'exciton X+ le spin électronique peut interagir efficacement avec les spins
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nucléaires. Cette interaction influence les deux grandeurs physiques que nous mesurons dans
nos expériences de photoluminescence sur boîte unique : la polarisation du photon émis Pc
et l'énergie du photon (qui nous donne des informations sur la polarisation nucléaire via
les variations du dédoublement Zeeman). En suivant le même raisonnement, nous pouvons
conclure que nous ne détectons pas les excitons X− dans notre échantillon : dans l'état
fondamental du X−, les spins électronique forment un état singulet (spin total S=0) et la
polarisation du photon émis est déterminée par le spin du trou. L'orientation du spin du
trou étant perdue dans la barrière, Pc serait en moyenne nul dans ce cas, ce qui est en
contradiction avec nos mesures.
5.3.2 Pompage optique des spins nucéaires et effets de bistabilité
5.3.2.1 Observations expérimentales
Dans la suite nous nous concentrons sur la polarisation nucléaire dynamique dans les
boîtes quantiques de GaAs en appliquant un champ magnétique externe Bext parallèle à la
direction de croissance, plus fort que le champ magnétique local BL (caractérisant la force
de l'interaction dipôle-dipôle nucléaire, de l'ordre de 0.1mT) et que le champ Knight Be (le
champ magnétique effectif vu par les noyaux dû à la présence d'un spin d'électron polarisé,
de l'ordre de 10mT [119, 141, 142]). Dans la figure 5.5, la variation du dédoublement
Zeeman de l'exciton chargé positivement X+, δx, est tracée en fonction de la polarisation
circulaire Pc de la photoluminescence collectée. La différence δx(excitation σ
±)−δx(Pc = 0)
est le décalage Overhauser δn (marqué par des flèches dans la figure 5.5, dû au champ
magnétique effectif BN créé par pompage optique des spins nucléaires). On observe sur
cette courbe un comportement non-linéaire alors que nous varions un seul paramètre, la
polarisation du laser d'excitation, de σ− à σ+. Cette non-linéarité, qui peut entraîner des
effets de bistabilité, provient du couplage efficace entre les spins électronique et nucléaires
que nous allons décrire qualitativement à l'aide du modèle qui suit.
5.3.2.2 Modèle utilisé
L'interaction hyperfine entre un électron confiné dans une boîte et N noyaux est décrite
par l'Hamiltonien de contact de Fermi [143] :
HˆCF =
ν0
2
∑
j
Aj |ψ (r¯j)|2
(
2Iˆjz Sˆ
e
z +
[
Iˆj+Sˆ
e
− + Iˆ
j
−Sˆ
e
+
])
(5.1)
où Iˆj est le spin du noyau j, la somme étant étendue aux N noyaux en interaction
avec l'électron. Pour une boîte de GaAs, j correspond aux deux types de noyaux Ga et
As. Aj est la constante d'interaction hyperfine du noyau j avec l'électron. ν0 est le volume
de la maille élémentaire du réseau et ψ (r¯j) est la fonction enveloppe de l'électron. Du
fait de la symétrie p de la partie périodique de la fonction de Bloch du trou, l'interaction
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Figure 5.5  Bext=2.5 T, T=4K. Boîte A. Dédoublement Zeeman de l'exciton mesuré en fonction
du taux de polarisation circulaire de la photoluminescence à champ magnétique constant. Les carrés
correspondent au mesures en variant la polarisation de spin électronique de faible à forte, les cercles de
forte à faible. La ligne continue est un ajustement avec l'équation 5.2. Le décalage Overhauser δn est
indiqué par des flèches verticales. La puissance d'excitation est de 5 µ W au niveau de l'échantillon,
le faisceau laser étant focalisé dans le plan de la boîte avec un profil spatial gaussien de 700 nm de
largeur totale à mi-hauteur. Insert : Spectre typique de photoluminescence pour les deux raies d'émission
polarisées différemment pour une excitation σ+.
des spins nucléaires avec le spin du trou est au moins un ordre de grandeur plus faible
que l'interaction avec le spin de l'électron [143, 107, 108]. La contribution du spin du trou
résident à la polarisation dynamique des noyaux sera donc négligée par la suite. Le modèle
développé dans la référence [136] pour les boîtes de InAs en considérant une fonction
d'onde de l'électron uniforme sur l'ensemble des noyaux impliqués ψ(r¯) =
√
2/Nν0 donne
une expression implicite pour δn, et donc pour la polarisation nucléaire :
δn = 2A˜〈Iz〉 = − 2A˜Q〈Sˆ
e
z〉
1 + Te(δn)Td
(5.2)
où A˜ est la moyenne des constantes hyperfine Aj et Q = I(I+1)S(S+1) , voir tableau 5.1.
Ga As GaAs
I 32
3
2 Q 5
Aj (µeV ) 43 47 A˜ (µeV ) 45
Table 5.1  Constantes hyperfine et spin des noyaux atomiques de Gallium et d'Arsenic (d'après [119])
Nous considérons ici que Td est une constante moyenne de déclin de la polarisation nu-
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cléaire qui ne prend pas en compte les différents types de noyaux. Le temps de construction
de la polarisation nucléaire est donné ici par
Te =
(
N~
A˜
)2 ( δz+δn~ τc)2 + 1
2feτc
. (5.3)
fe est la fraction temporelle pendant laquelle la boîte contient un électron, δz est le
dédoublement Zeeman de l'électron dû à Bext, où δ
e
z = δz + δn, et τc est le temps de
corrélation de l'interaction hyperfine entre l'électron et un noyau, interaction qui fluctue
au cours du temps du fait des fluctuations de l'occupation de la boîte par un électron.
5.3.2.3 Détermination des paramètres
Pour avoir une première estimation des paramètres clés qui déterminent la polarisation
nucléaire et donc δn dans notre système, les données expérimentales de la figure 5.5 sont
ajustées avec l'équation 5.2 en considérant un spin électronique 〈Sˆez〉 = −Pc/2 mesuré de
l'exciton chargé positivement X+. Le but de ce modèle est de faire ressortir l'origine de
la non-linéarité obtenue : nous pouvons noter que l'équation 5.2 n'a qu'une seule solution
quand δz = geµBBext et δn = geµBBN sont de même signe, mais peut avoir jusqu'à
trois solutions quand ils sont de signes opposés. Ceci permet en principe d'observer des
effets de bistabilité, c'est-à-dire d'avoir deux solutions stables pour les mêmes conditions
expérimentales, ce qui explique le saut de la polarisation nucléaire d'une branche à l'autre
dans la figure 5.5 à Pc ≈ 20%. Pour une discussion plus approfondie sur la bistabilité de
la polarisation nucléaire et les effets d'hystérésis on pourra se reporter au chapitre 11 de
la référence [95].
Nous pouvons ajuster les données expérimentales de la figure 5.5 avec l'équation 5.2 en
variant seulement 〈Sˆez〉 (la seule quantité physique qui varie dans l'expérience) avec un jeu
de paramètres fixés. Etant donné le grand nombre de paramètres, nos ajustements donnent
seulement une estimation de l'ordre de grandeur des quantités physiques auxquelles ils
sont associés. Trois de ces paramètres (Te, N, ge) peuvent être estimés à partir d'autres
expériences : nous posons Te ' 450ms, en accord avec les mesures de la figure 5.8, voir
plus bas. A partir des mesures AFM, nous avons une estimation de la taille des boîtes et
en déduisons un nombre moyen N = 105 de noyaux par boîte. Dans les puits quantiques
de GaAs/AlGaAs, le facteur g de l'électron a été mesuré en fonction de l'épaisseur du
puit [144]. Nos boîtes ont une hauteur moyenne de 4nm, donc nous posons ge = 0.2
comme mesuré dans un puit de GaAs de 4nm d'épaisseur. Ceci nous laisse encore trois
vrais paramètres d'ajustement : en ajustant par la méthode des moindres carrés nous
obtenons les valeurs Td = 2s, τc = 100ps et fe = 0.05. Td et τc ajustent distinctement deux
caractéristiques différentes des courbes de δn(Pc). L'ajustement de τc permet de varier la
largeur de la région de bistabilité, et en l'absence de bistabilité, la courbure autour du
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Figure 5.6  Schéma des états du système des spins électronique et nucléaires couplés séparés par
δez . La largeur spectrale des niveaux est donnée par
~
τc
. Le recouvrement enter les deux niveaux permet
la création d'une polarisation dynamique nucléaire par des processus de flip-flop.
point d'inflexion du cycle. Td détermine la polarisation nucléaire maximale qui peut être
créée et s'ajuste donc avec les valeurs extrémales des courbes de δn(Pc) [63].
5.3.2.4 Temps de corrélation
Les noyaux dans la boîte quantique se polarisent par retournement simultané de leur
spin et du spin de l'électron. Ce processus de flip-flop est indiqué par les opérateurs d'échelle[
Iˆj+Sˆ
e− + Iˆ
j
−Sˆe+
]
dans l'hamiltonien de contact de Fermi (équation 5.1) [131]. Pourtant, ce
processus s'effectue à priori sans conservation de l'énergie, du fait de la différence entre les
facteurs gyromagnétiques des spins électroniques et nucléaires (deux ordres de grandeur).
Cependant, le processus est rendu possible du fait de la brièveté de τc, entraînant un
élargissement des niveaux d'énergie du système couplé électron-noyau de l'ordre du splitting
des états électroniques. Le processus est donc possible si le recouvrement entre les deux
états du système des spins électronique et nucléaires couplés, séparés par l'énergie δez, est
non nul, voir figure 5.6. Nous négligeons ici la séparation Zeeman δnz des états nucléaires,
deux ordres de grandeur plus faible que δez. Comme décrit en détail dans les références
[133, 134, 63], le terme de flip-flop de l'interaction hyperfine est caractérisé par un temps
de corrélation τc, avec
~
τc
l'élargissement spectral des états du système des spins couplés,
et est enclenché dans notre expérience seulement durant le temps de vie de l'exciton X+.
L'incertitude sur l'énergie Zeeman de l'électron est caractérisée par deux temps : le temps
mis par l'électron pour relaxer vers le niveau fondamental de la bande de conduction de
la boîte, que nous appelons le temps de capture τcap, et la durée de vie radiative τrad. En
posant l'approximation 1/τc ∼= 1/τcap + 1/τrad, le plus court de ces deux temps domine
le temps de corrélation τc. Nous avons mesuré τrad ≈ 400ps dans cet échantillon dans
des expériences de photoluminescence résolues en temps, donc la valeur de 100ps que
nous obtenons pour τc grâce à l'ajustement dans la figure 5.5 nous indique que τc est
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Figure 5.7  (a) Levée de dégénéréscence pour l'état initial et l'état final due au champ Bext appliqué
et, pour les électrons, construction du champ nucléaire BN dû au pompage optique. Le dédoublement
Zeeman de X+ mesuré en photoluminescence est δx = δ
h
z + δ
e
z . (b) Boîte A. Dédoublement Zeeman
δx dû au champ Bext appliqué et au champ nucléaire effectif BN . Triangles : δx pour une excitation
linéairement polarisée reste constant car BN ' 0. Carrés et cercles : δx pour une excitation σ+. En
partant d'une très faible puissance, la puissance du laser est d'abord augmentée (carrés) puis diminuée
(cercles). Le décalage Overhauser δn maximal est indiqué par une flèche bleue. Le temps d'intégration
du signal est de plusieurs dizaines de secondes dans la zone (ombrée) de bistabilité (P < 1µW ).
déterminé par τcap. La valeur relativement faible obtenue pour Td peut être liée à des
mécanismes de retournement des spins nucléaires assistés par porteurs, mécanismes déjà
évoqués dans les boîtes de InAs [145], les boîtes quantiques de GaAs définies par potentiels
électrostatiques [124] et les électrons localisés sur donneurs [146].
5.3.2.5 Contre-réaction sur le spin électronique
Pour une excitation σ+ (σ−), le champ nucléaire effectif BN créé doit être soustrait
de (ajouté à) Bext pour des boîtes avec un facteur g d'électron positif (l'inverse s'applique
pour un facteur g de l'électron négatif). Ainsi, sous excitation σ+, les processus de flip-
flop deviennent de plus en plus probable à mesure que diminue le dédoublement Zeeman
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de l'électron δez, réduisant donc le désaccord énergétique pour un processus de flip-flop
(voir figure 5.7a). A l'inverse, il y a une contre-réaction négative pour l'excitation σ−
car δez augmente. Dans les boîtes de InAs, où ge ' −0.5, des valeurs très différentes de
dédoublements Zeeman d'électron δez et donc de BN ont été mesurées pour les excitations
σ+ et σ− [63]. Pour les boîtes quantiques formées par épitaxie par gouttelettes, du fait d'une
plus faible valeur de |ge| nous mesurons, comme dans les boîtes de GaAs par fluctuation
de l'interface [131], des valeurs comparables de BN (' 400mT ) pour les deux différentes
polarisations de l'excitation (l'asymétrie entre σ+ et σ− est moins prononcée que dans le
cas des boîtes de InAs), voir figure 5.5.
5.3.2.6 Effets de bistabilité en fonction de la puissance d'excitation
Nous traçons le dédoublement Zeeman de la raie excitonique δx, qui est la somme des
dédoublements Zeeman de l'électron et du trou δx = δ
h
z +δ
e
z, en fonction de la puissance du
laser d'excitation dans la figure 5.7b. Sous excitation polarisée linéairement le dédouble-
ment Zeeman ne varie pas car le spin moyen d'électron est proche de zéro. Sous excitation
σ+, Pc ' 30% et le dédoublement Zeeman commence par augmenter significativement
avec la puissance du laser, du fait de la polarisation progressive des spins nucléaires, avant
d'atteindre une valeur stable correspondant à une polarisation nucléaire de 26 % (pour
P > 1.5µW ), voir les carrés dans la figure 5.7b. Nous avons ensuite, lors de la même ex-
périence, diminué la puissance du laser (sans varier aucun autre paramètre) et le décalage
énergétique δn mesuré, représenté par des cercles, ne suit pas la même tendance que les car-
rés. Sur les deux différentes valeurs stables de polarisation nucléaire possibles dans la zone
de bistabilité, celle qui est atteinte dépend du déroulement de l'expérience et pas seule-
ment des conditions expérimentales à un instant donné (comportement non-Markovien).
Des comportements qualitativement similaires ont été observés pour des boîtes de InAs,
InAlAs, InP [135, 63, 147, 148], des puits quantiques de GaAs [149, 150] et sont résumés
dans la référence [95].
5.3.3 Mesure du temps de construction de la polarisation nucléaire
5.3.3.1 Observations expérimentales
Les résultats présentés dans les figures 5.5 et 5.7b démontrent l'existence d'un transfert
efficace de polarisation du spin d'un électron vers le système de spins nucléaires dans une
boîte quantique unique de GaAs. Dans la suite nous allons mesurer le temps nécessaire
à la construction de cette polarisation nucléaire dans des expériences résolues en temps.
La résolution temporelle de nos expériences (' 50ms) est le temps d'intégration pour un
spectre de photoluminescence de boîte unique le plus court que nous pouvons atteindre tout
en conservant un rapport signal sur bruit acceptable. Cette résolution temporelle dépend
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fortement de la qualité de l'échantillon, de la sensibilté du capteur CCD, etc. Pour pouvoir
étudier l'évolution temporelle de la polarisation des spins nucléaires dans une boîte unique,
nous avons développé le protocole de mesure suivant : la polarisation du laser d'excitation
est contrôlée par les lames Meadowlark à cristaux liquides introduisant un retard de phase
variable controlable électriquement et commutable en environ 10ms, voir chapitre 2. Pour
une puissance d'excitation optique de 5µW , la polarisation nucléaire est maximale (voir
figure 5.7b pour une dépendance en puissance typique). Des spectres de photoluminescence
de boîte unique sont enregistrés en continu avec un temps d'intégration d'environ 50ms,
puis au bout d'un certain temps tswitch après le début de l'acquisition, la polarisation du
laser passe de σ− à σ+ comme indiqué sur la figure 5.8.a. Après tswitch, des électrons de
spin opposé sont injectés dans la boîte, comme le confirme le changement de signe de la
polarisation circulaire Pc mesuré d'un spectre de photoluminescence à l'autre (figure 5.8b).
Contrairement à la polarisation électronique, la polarisation nucléaire (5.8c,d) ne com-
mute pas instantanément et nous mesurons un temps de construction du champ nucléaire
dans une boîte unique de l'ordre de 900ms à Bext=2.5T (700ms à 1.5T). La boîte de la
figure 5.8 est une boîte typique de notre échantillon où Te vaut plusieurs centaines de ms
pour Bext = 1.5...2.5T , la gamme de champ où les plus grandes valeurs de δn sont atteintes.
5.3.3.2 Comparaison à d'autres mesures
Pour comparer ce temps de construction avec d'autres mesures dans la littérature,
il faut garder en tête que nous ne sommes pas partis d'un ensemble de spins nucléaires
dépolarisés, mais en variant l'excitation de σ− à σ+ nous avons tourné le champ nucléaire
de parallèle à anti-parallèle par rapport au champ Bext. Nous atteignons la configuration
où BN est nul après environ 300ms à Bext=2.5T quand le dédoublement Zeeman δx mesuré
dans la figure 5.8.d atteint la valeur δx(Pc = 0). Le rapport signal sur bruit de nos mesures
étant faible pour les courts temps d'intégration, il nous a été impossible de mesurer le
temps de relaxation de la polarisation nucléaire en variant la polarisation de l'excitation
de circulaire à linéaire.
Le temps de construction de la polarisation nucléaire Te dépend directement du dé-
doublement Zeeman (donné par BN et Bext) et du nombre de noyaux dans la boîte, voir
équation 5.3. Les temps rapportés dans la littérature varient de quelques millisecondes
à quelques secondes pour Bext=0 à 1T dans les boîtes de InGaAs [145, 151, 134], de
quelques secondes dans les boîtes de GaAs par fluctuation de l'interface pour Bext=1T [131]
à quelques minutes pour des grosses boîtes de GaAs définies par potentiels électrosta-
tiques [152, 153]. Ces temps bien plus longs peuvent être expliqués qualitativement par
un plus faible taux de polarisation nucléaire (faible valeur de fe) ainsi que par d'autres
effets comme la diffusion des spins nucléaires. Dans la référence [153] les électrons sont
injectés par intervalle de quelques microsecondes, à comparer avec l'intervalle de quelques
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Figure 5.8  T=4K, P=5µW . Boîte B. (a) La polarisation du laser d'excitation est commutée
électroniquement de σ− à σ+ au temps tswitch (représenté par un trait pointillé vertical dans toutes
les figures). Des spectres de photoluminescence de boîte unique sont enregistrés en continu avec un
temps d'acquisition d'environ 50ms. (b)Bext=2.5 T. Le taux de polarisation circulaire Pc émis par
une boîte unique change d'orientation à tswitch d'une acquisition à l'autre (au plus en 50ms). (c) Le
dédoublement Zeeman à Bext=1.5 T (axe de gauche), et donc la polarisation nucléaire (axe de droite)
se stabilisent 750ms après tswitch. Les traits noirs relient les données expérimentales, les traits rouges
relient les moyennes sur plusieurs mesures. (d) identique à (c) à l'exception de Bext=2.5 T
nanosecondes dans les expériences d'optique. Une accélération notable de la dynamique de
polarisation nucléaire en fonction de la fréquence de remplissage de la boîte a été observée
dans les boîtes de GaAs définies par potentiels électrostatiques [124]. La plus grande valeur
de N dans ces boîtes augmente aussi le temps de construction Te.
5.3.3.3 Polarisation nucléaire dynamique et diffusion de spin
Des mesures dans GaAs massif [154] et dans des puits quantiques uniques [155, 156]
ont révélées qu'il y a essentiellement deux façons de polariser les spins nucléaires. (i) Di-
rectement par l'Hamiltonien de contact de Fermi. C'est un méthode très efficace pour les
électrons localisés et elle entraîne des temps de construction de l'ordre de quelques secondes
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pour atteindre 50% de la polarisation nucléaire maximale mesurée pour des puits quan-
tiques uniques de GaAs [156]. (ii) Dans le massif et dans les puits quantiques, les spins
nucléaires qui ne sont pas directement en contact avec des électrons polarisés sont polari-
sés par diffusion de spin entre isotopes identiques. Dans les puits quantiques uniques, cela
entraîne un deuxième temps de construction beaucoup plus long pour les noyaux restants,
de l'ordre de 75 à 900 secondes [156].
Comme la couche de la barrière est excitée optiquement dans nos expériences, on peut
penser que les noyaux dans la barrière sont polarisés en spin tout comme les noyaux
des atomes qui forment la boîte quantique. Dans ce cas l'emission d'une boîte unique
serait seulement une sonde nanométrique d'une polarisation nucléaire macroscopique. Le
fait que nous observions la construction d'une valeur stable de polarisation nucléaire en
quelques centaines de millisecondes est une bonne indication que nous sondons seulement la
polarisation nucléaire dans la boîte. Le rapport signal sur bruit de nos mesures ne permet
pas d'exclure complètement l'existence d'une seconde composante temporelle beaucoup
plus longue qui traduirait l'augmentation de la polarisation nucléaire de quelques pour
cent sur une échelle de temps plus longue. Les états de la barrière étant des états étendus,
le taux de polarisation nucléaire est bien plus faible dans la barrière que dans la boîte.
Le temps de construction dans la barrière est bien plus long que dans la boîte (si les
mécanismes de dépolarisation des spins nucléaires permettent effectivement la construction
d'une polarisation nucléaire dans la barrière).
Comme le montre les mesures de diffusion de spin de Malinowski et al [156] entre deux
puits quantiques de GaAs séparés par une barrière de AlGaAs, l'utilisation des noyaux
polarisés dans la boîte de GaAs comme source pour polariser les spins nucléaires voisins
dans la matrice de AlGaAs par diffusion de spin ne devrait pas être efficace. En plus, dans
notre cas, le taux de diffusion de spin de la boîte de GaAs vers la barrière de AlGaAs par
renversement des spins d'isotopes identiques basé sur l'interaction dipôlaire entre noyaux,
sans échange d'énergie avec le réseau, sera réduit du fait des effets quadrupolaires sup-
plémentaires, dus par exemple à l'interdiffusion d'Al aux interfaces lors de la croissance
et au désordre d'alliage dans la barrière. Le choix des conditions (puissance et durée de
l'excitation optique, composition et contraintes de l'échantillon) pour lesquelles le temps
de déclin de la polarisation nucléaire dans une boîte unique peut être modifié par la dif-
fusion de spins nucléaires est un défi expérimental [157]. Ceci est dû aux longues échelles
de temps attendues combinées au faible niveau de signal, et probablement aux temps de
déclin différents pour chaque isotope comme dans InGaAs massif (les temps varient de 6 à
68 minutes) [158].
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5.4 Conclusions
Les expériences de photoluminescence sur boîte unique dans les boîtes quantiques de
GaAs/AlGaAs formées par épitaxie par gouttelettes mettent en évidence le transfert d'une
forte polarisation de spin électronique optiquement générée vers les spins nucléaires dans la
boîte. Le temps du transfert initial mesuré est de l'ordre de la seconde en champ magnétique
externe de 2.5T. Le fort confinement des porteurs dans ces boîtes de GaAs nominalement
pures et sans contrainte en font un système intéressant pour l'étude d'un spin unique
d'électron fortement couplé aux spins nucléaires. On attend dans les échantillons de GaAs
étudiés ici des effets quadrupolaires plus faibles que dans les boîtes d'InAs [159] car en
l'absence de contrainte, ces effets proviendraient seulement du recouvrement d'une faible
proportion de la fonction d'onde du porteur avec les couches de AlGaAs environnantes
pour une extension comparable des fonctions d'onde d'électron et de trou.
Conclusion
Les travaux présentés dans ce manuscrit sont essentiellement basés sur des expériences
de spectroscopie de photoluminescence sur des boîtes quantiques uniques de GaAs/AlGaAs
formées par épitaxie par gouttelettes. Ce travail a été réalisé en collaboration avec l'équipe
de Takashi Kuroda du NIMS à Tsukuba (Japon).
Nous avons observé dans le chapitre 3 l'émission de photons uniques dans ces boîtes
quantiques. En insérant les boîtes quantiques dans une cavité photonique nous avons pu
améliorer de manière très significative le rendement de luminescence. Nous avons ainsi
observé l'émission de paires de photons corrélés temporellement, et nous avons mis en évi-
dence, grâce à un modèle statistique en accord avec nos mesures, que la corrélation croisée
en excitation pulsée ne permet de caractériser une source émettant des paires de photons
par cascade radiative biexciton-exciton dans une boîte quantique unique que dans le cas
d'une très faible excitation, le contraste de la fonction de corrélation tendant à s'annuler à
forte excitation (dans le cas où il y a émission d'une paire de photons à chaque impulsion
laser). Une suite logique des études présentées ici est la réalisation et la modélisation d'ex-
périences de corrélation croisée résolues en polarisation, expériences pour lesquelles un des
phénomènes limitant la fidélité est le mélange des états de trous de valence [160].
Dans le chapitre 4, nous avons étudié l'influence de l'anisotropie de forme d'une boîte
quantique non contrainte sur le mélange des états de trous lourds et légers de valence. Nous
avons observé les effets de ce mélange, ainsi que les effets de l'orientation spatiale des axes
principaux de la boîte quantique par rapport aux axes cristallographiques, sur l'intensité et
la direction de polarisation du signal de photoluminescence provenant de la boîte quantique.
Ces mesures se conforment aux prédictions du modèle que nous avons développé. Il ressort
de notre étude que l'anisotropie latérale dans une boîte quantique non contrainte peut à
elle seule entraîner un mélange significatif des états de trous lourds et de trous légers. Bien
évidemment, le modèle utilisé s'appuie sur plusieurs hypothèses sur la symétrie des boîtes
quantiques, et d'autres effets pourraient apparaître pour des formes de boîtes de symétrie
plus basse. Ces travaux en cours s'insèrent totalement dans le contexte des recherches
actuelles sur les propriétés fines des boîtes quantiques InAs/GaAs ou GaAs/AlGaAs où les
expériences spectaculaires de "spin cooling" des porteurs (électrons ou trous) dépendent
de manière cruciale du mélange des états de trous [107, 108].
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Dans le chapitre 5, nous avons présenté des expériences d'orientation optique des spins
électroniques et nucléaires par pompage optique non résonnant sous champ magnétique
longitudinal. Nous avons observé le caractère bistable de la polarisation nucléaire ainsi
créée à travers le décalage Overhauser mesuré sur boîte unique, et nous en avons déduit
les valeurs des paramètres régissant la polarisation dynamique nucléaire dans les boîtes
quantiques de GaAs non contraintes. Nous avons aussi réussi à mesurer directement le
temps de construction de la polarisation nucléaire.
Nous avons montré dans ce manuscrit que les boîtes quantiques de GaAs formées dans
une matrice de AlGaAs par épitaxie par gouttelettes sont un système propice à l'étude des
différents phénomènes physiques liés au confinement tridimensionnel des porteurs dans les
semiconducteurs. Nous pouvons désormais étudier ces différents phénomènes indépendam-
ment des contraintes et ainsi approfondir notre compréhension de ces effets. Par exemple,
la récente observation d'un effet Hanle anormal dans les boîtes quantiques contraintes
InAs/GaAs sous champ magnétique transverse soulève de nombreuses questions sur la
création d'un champ nucléaire orthogonal à la direction des spins photogénérés [161]. Ce
processus pourrait être expliqué grâce au décalage des niveaux d'origine quadrupolaire des
différents noyaux induit par le champ de contraintes dans la boîte quantique. Des études
similaires sur les boîtes quantiques GaAs/AlGaAs non contraintes peuvent apporter des
éléments de réponse.
Le contrôle de l'état de charge des boîtes quantiques formées par épitaxie par goutte-
lettes n'a pas encore atteint le même niveau de maîtrise que celui obtenu pour les boîtes
InAs/GaAs. Cependant, les premières structures à charge ajustable sont en cours de fa-
brication au NIMS et devraient permettre de réelles avancées sur la compréhension des
propriétés électroniques de ces nano-objets semiconducteurs, et permettre de faire un pas
supplémentaire en direction des applications.
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